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Resumen
Se presenta un estudio detallado del comportamiento unitario del Modelo Esta´ndar Elec-
trode´bil y del Modelo de Dos Dobletes de Higgs por medio del ana´lisis de diferentes
procesos dispersivos. Para ello, el origen de la unitariedad desde la matriz de dispersio´n,
pasando por una serie de implicaciones, es discutido desde las bases conceptuales de las
teor´ıas gauges de interacciones elementales. Un recorrido sobre los diferentes escenarios
fenomenolo´gicos y teo´ricos para los dos modelos es establecido con el fin de implementar
el comportamiento unitario de manera ido´nea y consistente con las estructuras formales;
haciendo enfa´sis en el mecanismo de Higgs, las simetr´ıas discretas y continuas, y los limi-
tantes teo´ricos y fenomenolo´gicos que all´ı se presentan. En este nivel, se realiza un estatus
de los limitantes de precisio´n para la hipo´tesis de un Higgs minimal por medio de diferentes
canales de interaccio´n en aceleradores hadro´nicos y lepto´nicos. Adema´s de las restricciones
fenomenolo´gicas actuales, surgen sistema´ticas que evalu´an al modelo esta´ndar (estabilidad
del vac´ıo, trivialidad, naturalidad y unitariedad) en escalas superiores tal que la formu-
lacio´n llegue a ser consecuente con los fundamentos de la teor´ıa cua´ntica de fondo. Estas se
convierten a su vez en limitantes para modelos gauges superiores y con sectores de Higgs
extendidos, donde la unitariedad surge como una imposicio´n clave para salvaguardar la
consistencia interna de estas teor´ıas. A partir de diferentes procesos dispersivos boso´nicos y
fermio´nicos, y a trave´s de un me´todo no tradicional se encuentran regiones unitarias de ex-
clusio´n sobre las masas de los bosones de Higgs de asignacio´n Carga Paridad-par del mod-
elo de dos dobletes, los para´metros de mezcla y de los acoples de Yukawa para fermiones
pesados en la presencia de corrientes neutras de cambio de sabor. Con la dispersio´n de
bosones W±L , se plantea un estrecha relacio´n entre las reglas de suma unitarias en modelos
multidobletes con conservacio´n de la simetr´ıa Carga Paridad y la simetr´ıa de custodia del
modelo esta´ndar. Para procesos inela´sticos en los que se involucran fermiones y bosones
(e.g. tt¯→ W+LW−L ), tratados desde de las amplitudes y la seccio´n eficaz concerniente, las
restricciones no son los suficientemente fuertes en virtud a que el comportamiento unitario
de los bosones gauge polarizados longitudinalmente (bajo el uso del teorema de equiva-
lencia estos se convierten en los bosones de Goldstone en altas energ´ıas) es preservado en
todas las escalas de energ´ıa. Se discuten implicaciones fenomenolo´gicas de las restricciones
y los ana´lisis, dejando a su vez un camino abierto en el tratamiento unitario de nueva
f´ısica para procesos netamente fermio´nicos en modelos ma´s alla del modelo esta´ndar.
Palabras Claves: Unitariedad, Limitantes Teo´ricos, Teor´ıas Gauges, Sectores
Extendidos de Higgs, Renormalizacio´n.
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Abstract
We study comprehensively unitary behaviour of Electroweak Standard Model and Two
Higgs Doublet Model through analysis of different scattering processes. For this purpose
the origin of scattering matrix unitarity is discussed from the conceptual basis of gauge
theories of elementary interactions. At this point the implications of unitarity (e.g. Charge-
Parity-Temporal Inversion Theorem, Boltzmann H Theorem and the general behaviour of
cross sections) in quantum field theory are evaluated and revised. A overview on the
phenomenological and theoretical scenarios for both models is established with aim to
implement the unitary behavior in appropriate ways which is consistent with their formal
structures; with emphasis on Higgs mechanism, discrete and continuous symmetries and
theoretical and phenomenological constraints. At this level, a review of the limitations of
precision for the hypothesis of a minimal Higgs through different channels of interaction in
hadronic and leptonic accelerators is performed. In addition to the phenomenological con-
straints, there are systematic (vacuum stability, perturbativity, naturalness and unitarity)
reviews assessing the standard model at higher energy scales in order to the formulation
is consistent with the fundamentals of quantum field theory background. These system-
atic are transformed in constraints to beyond gauge theories and extended higgs sectors
wherein unitarity emerges like a imperative imposition to ensure the internal consistency
of the theory. From different bosonic and fermionic scattering processes, and by realiza-
tion of a no-traditional method we find unitary exclusion regions on Higgs masses (with
assignment even of Charge-Parity in two higgs doublet model), mixing parameters and
hierarchical Yukawa couplings (quark sector) with presence of Flavour Changing Neutral
Currents. With elastic scattering of W±L , we proposed a close relation among custodial
symmetry of standard model and unitary sum rules of multidoublets models with a frame
of Charge-Parity symmetry conservation. In inelastic scattering procceses which involve
fermions and bosons (e.g. tt¯ → W+LW−L ), and from their amplitudes and cross sections,
the constraints are not enough strong by virtue to the behaviour of longitudinally po-
larized gauge bosons are preserved at all scales of energy. In addition phenomenological
implications are discussed and we also left a new systematic for the unitary treatment of
new physics at fermionic processes in theories beyond of standard model.
Keywords: Unitarity, Theoretical Constraints, Gauge Theories, Extended Hig-
gs Sectors, Renormalization.
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INTRODUCCIO´N
Las teor´ıas gauges locales, y ma´s concretamente la realizacio´n de ellas en el Modelo Esta´ndar (SM) de inter-
acciones elementales, han tenido un exito inconmensurable en virtud a que toda la fenomenolog´ıa asociada
se encuentra muy bien descrita en la escala de energ´ıa en las que el formalismo reside naturalmente, salvo la
notable excepcio´n de la oscilacio´n de neutrinos. El Modelo Esta´ndar contiene un alto nivel predictivo que se ve
truncado por el desconocimiento del sector escalar 1, llamado a ser el mecanismo natural para hacer de dicha
teor´ıa de bosones vectoriales y fermiones masivos una formulacio´n realista de la naturaleza, ya que genera
las diferentes de masas de las part´ıculas y campos de interaccio´n del modelo. En realidad, el modelo con el
principo gauge mas el Rompimiento Esponta´neo de la Simetr´ıa (SSB) no ha dado una explicacio´n completa a
feno´menos como la jerarqu´ıa de masas en la tercera generacio´n de fermiones y la cuantizacio´n de la carga.
Adema´s de estas incompatibilidades experimentales y predictivas, existen varios argumentos teo´ricos que ponen
en duda el comportamiento del SM en el re´gimen de altas energ´ıas, los cuales tienen una relacio´n directa con
la manera como se logra el SSB. Estos argumentos se soportan en mirar hasta que escalas de energ´ıa el SM
es va´lido en todos sus sectores, y son los llamados problemas de trivialidad, estabilidad del vac´ıo, naturalidad
y unitariedad perturbativa. El problema de trivialidad esta´ basado en la exigencia de que los para´metros de
acople entre los campos de Higgs se mantengan finitos en todas las escalas de energ´ıa. As´ı una escala en la
masa del boso´n de Higgs puede hacerse expl´ıcita de tal forma que los campos de Higgs asociados sean campos
autointeractuantes en todos los re´gimenes de energ´ıa. Por otro lado, la estabilidad del vac´ıo esta´ basada en
asegurar, bajo el uso de la positividad de los acoples cuarticos, que el potencial sea acotado siempre desde
un l´ımite inferior ; tal que un mı´nimo global de la teor´ıa sea establecido. Este hecho impone un intervalo
altamente restrictivo en la masa del boso´n de Higgs minimal. Estas dos restricciones son llevadas a cabo a
trave´s de las correcciones radiativas en las que se incorporan todos los campos fermio´nicos, escalares y boso´nicos
vectoriales. Al realizar el ca´lculo perturbativo a un loop al propagador de Higgs se encuentra un efecto no
deseado establecido en la dependencia cuadra´tica con la escala de corte de las correcciones en el re´gimen de
altas energ´ıas. Este es comu´nemente referido como el problema de naturalidad, el cual es solucionado con los
efectos de nueva f´ısica que habitan en escalas superiores de la teor´ıa, tal como la incorporacio´n de los modelos
supersime´tricos o´ little Higgs. Este hecho permite definir de acuerdo a la desviacio´n de las correcciones (i.e
fine tuning) nuevas regiones donde el Higgs se radica naturalmente sin hacer inestable o trivial a la teor´ıa. La
u´ltima de las sistema´ticas es la unitariedad perturbativa que se implementa con el teorema o´ptico de la matriz de
dispersio´n y es dada orden por orden en la teor´ıa de perturbaciones. Para teor´ıas de´bilmente acopladas, como el
SM, la unitariedad a nivel a´rbol es una limitante lo suficientemente fuerte para describir los comportamientos a
ordenes superiores, tal que la teor´ıa cumpla con esta condicio´n perturbativa. Como una condicio´n de suficiencia
se puede extender un paralelo entre las teor´ıas que son unitarias y las que son renormalizables, de tal forma
que no existe un contraejemplo que ponga en duda dicha relacio´n. En virtud a que las teor´ıas gauges -
aqu´ı implementadas- son locales la renormabilizidad y la unitariedad esta´n protegidas simulta´neamente si los
1En el tiempo de disertacio´n de este trabajo, un estado boso´nico no-vectorial fue reportado por las colaboraciones experimentales
del CERN [1]. En realidad los test de precisio´n no solo podr´ıan cambiar las directrices a algunas aseveraciones aqu´ı tratadas,
sino adema´s complementar algunas discusiones origen fenomenolo´gico llevadas a cabo a lo largo del texto.
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para´metros libres se comportan adecuadamente. Todas estas maneras de considerar la incompletitud del SM
se ven por ende realizadas en garantizar la unitariedad de la matriz de dispersio´n restringiendo a los valores
de los para´metros que cumplen esta prueba de consistencia interna de la teor´ıa cua´ntica de campos de fondo
del modelo. La unitariedad a nivel a´rbol se ve sistematizada bajo la incorporacio´n de restricciones sobre la
masa del boso´n de Higgs mediante la estructura adecuada del comportamiento a altas energ´ıas de procesos de
dipersio´n lo suficientemente “fuertes”.
Es bien sabido que el Modelo de Dos Dobletes de Higgs (2HDM) provee un conjunto importante de directrices
en la solucio´n de algunos de los problemas de fundamentos teo´ricos y predictivos que posee el SM minimal. En
adicio´n el 2HDM incorpora nueva f´ısica asociada a procesos con violacio´n CP , corrientes neutras de cambio de
sabor, barioge´nesis y candidatos a materia oscura. Adema´s genera las plataformas de modelos teo´ricos en los
que su realizacio´n debe contener un sector de Higgs no miminal, tales como: el modelo esta´ndar supersime´trico
minimal, little Higgs, el mecanismo de Peccei-Quinn, etc.
Aunque el 2HDM es rico en su fenomenolog´ıa, los diferentes sectores son ampliamente desconocidos por el
nu´mero incorporado de para´metros libres de la teor´ıa. Las restricciones de exclusio´n, al igual que ocurr´ıa en
el SM, son llamadas a ser el proceso general de prueba de consistencia del modelo. La cuestio´n fundamental
es establecer si todos los sectores del modelo pueden ser discriminados directamente por los aceleradores
actuales. Existen sectores fuertemente acoplados tal que la energ´ıa de centro de masa necesaria para producir
todos los procesos dispersivos asociados es demasiado alta, por lo tanto ningu´n ana´lisis correspondiente de
diferenciacio´n puede producirse en esta era. Por lo tanto, aquellas formas que calificaban al SM en escalas
de altas energ´ıas pueden convertirse en una manera de limitar al modelo en su estructura funcional. As´ı, la
unitariedad perturbativa y la estabilidad del vac´ıo como fundamentos cua´nticos “background” del modelo han
permitido imponer un conjunto importante de restricciones sobre los para´metros libres arbitrarios, los cuales
se transforman en cotas sobre las masas de los bosones de Higgs o´ de algunos factores de mezcla, que conllevan
a la diferenciacio´n de ciertas simetr´ıas (e.g CP , Z2) que se incorporan en el lagrangiano completo de la teor´ıa.
Al considerar procesos de dispersio´n espec´ıficos (e.g W+LW
−
L →W+LW−L ), es posible no solo obtener limitantes
sobre las masas si no tambie´n sobre para´metros libres de mezcla entre los dos dobletes y sobre acoples de Yukawa
cuando los mecanismos teo´ricos son observados desde aniquilaciones y producciones netamente fermio´nicas.
Estos ana´lisis no son incorporados en las sistema´ticas unitarias esta´ndar estudiadas por la amplia literatura.
Estas contribuciones abren una nueva direccio´n en la implementacio´n unitaria de modelos ya que puede ser
fa´cilmente extendida a teor´ıas donde los fermiones representen nueva f´ısica con respecto al espectro habitual
del SM.
A fin de mirar extensivamente todos estos comportamiento, aqu´ı dicutidos heur´ısticamente, haremos un recor-
rido formal por el comportamiento unitario en el Modelo Esta´ndar Minimal y en el Modelo de Dos Dobletes
de Higgs. Para ello, tratamos en el primer cap´ıtulo a la unitariedad de la matriz de dispersio´n y sus implica-
ciones en las teor´ıas de campos cua´nticos generales, lo que conduce a determinar las restricciones pertinentes
obtenidas desde el formalismo de estados de helicidad en la expansio´n en ondas planas de Jacob-Wick. Desde
all´ı se introduce el me´todo general de determinacio´n de cotas unitarias tanto en el SM minimal como en el
2HDM. En el segundo cap´ıtulo se hace un recorrido formal sobre los diferentes sectores del SM, tal que se
establezca el estudio adecuado de los limitantes fenomenolo´gicos y las sistema´ticas teo´ricas que evalu´an al
modelo en escalas superiores de energ´ıa. En este punto se hace un estatus de los re´gimenes de exclusio´n en-
contrados por las diferentes colaboraciones en el LEP, TEVATRON y LHC, adema´s de mirar las discusiones
alrededor de los problemas de trivialidad, estabilidad del vac´ıo, naturalidad y unitariedad de la teor´ıa. En el
u´ltimo punto centramos gran parte de la discusio´n en virtud a su importancia con respecto a las dema´s prob-
lema´ticas teo´ricas del SM y de modelos ma´s alla en altas energ´ıas. Discutimos ampliamente el comportamiento
unitario de diferentes procesos dispersivos y tratamos la sistema´tica asociada a determinar cotas en la masa del
boso´n de Higgs minimal por medio de estos mecanismos. En el tercer cap´ıtulo introducimos todo el formalismo
asociado al Modelo de dos Dobletes de Higgs, comenzando por las motivaciones para su incorporacio´n escalar
al SM habitual. Despue´s estudiamos las simetr´ıas presentes en todo el nuevo sector escalar a la vez que las
interacciones asociadas a esta nueva forma de generar el rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa. Aqu´ı se hace
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un estudio detallado el nuevo sector cine´tico, del extenso potencial de Higgs y de las diferentes posibilidades
del Lagrangiano de Yukawa, discutiendo las posibles implicaciones fenomenolo´gicas y sus posibles fuentes de
deteccio´n. Finalmente establecemos las restricciones teo´ricas para la estructura total del modelo resaltando el
papel de la unitariedad en la determinacio´n de cotas sobre la masa del boso´n de Higgs. Con el entendimiento
de estas formulaciones en el cuarto cap´ıtulo se presentan nuevas maneras de implementar la unitariedad a nivel
a´rbol, en las que los ana´lisis sobre para´metros de mezcla y acoples de Yukawa son deducidos para procesos
dispersivos de estados boso´nicos vectoriales, fermio´nicos y la mezcla entre estos dos. En este nivel se encuen-
tran no solo nuevas restricciones sobre dichos sectores de los modelos si no tambie´n nuevos complementos a
los estudios unitarios anteriores.
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CAP´ITULO 1
UNITARIEDAD
La unitariedad ha sido ampliamente estudiada como fundamento esencial (prove´ıda por la consistencia interna
de la teor´ıa cua´ntica de campos) en la determinacio´n de cotas en para´metros observables de teor´ıas de unifi-
cacio´n destinadas a dar razo´n de las interacciones fundamentales de la naturaleza. Los ejemplos ma´s prepon-
derantes son el modelo esta´ndar de part´ıculas elementales (SM), modelos left-right, minimales supersime´tricos,
little Higgs, gran unificacio´n, modelos (331) etc. Aqu´ı nos centraremos en el ana´lisis de la unitariedad como
limitante en las masas del modelo extendido al SM de dos dobletes de Higgs.
A fin de ampliar esta directriz, realizamos una introduccio´n evolutiva de como la unitariedad ha restringido
el espacio de para´metros para diferentes modelos, enfatizando su influencia en la determinacio´n, no solo de
cotas en la masa del Higgs, si no tambie´n de limitantes en los valores de masas de part´ıculas que no habian
sido descubiertas experimentalmente a la fecha (e.g los bosones gauge y el quark top). Luego, se estudiara´,
desde un punto de vista formal y general, las consecuencias e implicaciones de la unitariedad en las teor´ıas
de campos cua´nticos, siendo esta la base para tratar la expansio´n de ondas planas desde el formalismo de
estados de helicidad. En este u´ltimo punto se debatira´ la importancia de dicho esquema en la determinacio´n
de limitantes unitarios en diferentes procesos dispersivos. Todo lo anterior permite introducir respectivamente
al me´todo de Lee, Quigg y Thacker [2] en el ana´lisis unitario tanto del Modelo Esta´ndar Minimal (SM) como
del Modelo Esta´ndar con Dos Dobletes de Higgs (2HDM).
1.1. Motivacio´n de la Unitariedad
En virtud a la importancia generada en los apartes subsecuentes, iniciaremos por mirar en detalle el estatus y
caracter´ısticas de esta te´cnica. El trabajo pionero en este aspecto es el articulo cla´sico de Lee, Quigg y Thacker
(LQT) [2]. En esta investigacio´n, ellos describen en gran detalle la conexio´n entre la unitariedad y las cotas
superiores de la masa del boso´n de Higgs minimal a trave´s del ana´lisis de diferentes procesos de dispersio´n
(esencialmente de estados boso´nicos). Se encuentra, a trave´s del uso del teorema de equivalencia, que si la
masa del Higgs supera el l´ımite Mc ≤ (8pi
√
2/3GF )
1/2 la unitariedad (y por tanto la perturbatividad) se ve
afectada. La idea primaria aqu´ı planteada fue derivada del trabajo de Dicus y Mathur [3], donde se debate como
la unitariedad del modelo GWS impone restricciones sobre los para´metros en masa de los bosones Gauge1.
Una investigacio´n general y formal en la relacio´n entre la unitariedad y la invarianza gauge de los modelos
es presentada en [5]. Aqu´ı bajo el uso de este argumento se sugiere que las teor´ıas gauge son solo teor´ıas
renormalizables de bosones vectoriales, y que la existencia de grupos de Lie para la descripcio´n de simetr´ıas
internas puede ser derivada bajo el requerimiento de perturbatividad (donde algu´n esquema de renormalizacio´n
puede ser utilizado) de los modelos concernientes. Trabajos en los l´ımites superiores del boso´n de Higgs del
1Es importante anotar que este trabajo demuestra -teo´ricamente- las restricciones a las masas cerca de 10 an˜os antes del des-
cubrimiento experimental llevado cabo por el CERN en los comienzos de los an˜os 80 [4].
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modelo esta´ndar tambie´n fueron llevados a cabo por Chanowitz y Gaillard [6], Chanowitz, Golden y Georgi
[7]2, y Weldon [8].
En la misma direccio´n, se encuentra el articulo de Dawson y Willenbrock [9] donde se establecen las correciones
a un loop de la dispersio´n W+LW
−
L → W+LW−L para el Modelo Esta´ndar Minimal. All´ı se concibe como las
correciones de origen logar´ıtmico -para cierto valor cr´ıtico de la masa de los bosones concernientes- violan la
unitariedad de la teor´ıa, en adicio´n se discute como el me´todo de ondas parciales a trave´s del teorema o´ptico
puede determinar valores asociados al ancho corregido en el propagador escalar del Higgs3. En complemento a
lo anterior en [10], se resalta la importancia de la dispersio´n de bosones gauge polarizados longitudinalmente
en la discriminacio´n de la F´ısica proveniente de teor´ıas con Higgs pesados, de modelos technicolor. Se discute
adema´s -desde el punto anterior- la influencia de las correciones perturbativas debidas a fermiones pesados,
teniendo en cuenta las restricciones impuestas por la unitariedad de la teor´ıa. Desde la perspectiva del grupo
de renormalizacio´n, en el articulo [11] se demuestran l´ımites superiores para la masa del Higgs y para la masa
del quark top4. Estos l´ımites dependen funcionalmente de la escala de energ´ıa para la cual la perturbatividad
de la teor´ıa es violada.
Otra forma de implementar la unitariedad es con las conocidas reglas de suma para los bosones de Higgs (ellas
sera´n discutidas con amplitud en la seccio´n de ana´lisis unitario en el modelo de dos dobletes 3.7.4), las cuales
contienen toda la informacio´n perturbativa de los modelos cuando existen diferentes tipos de acoples tanto
en el sector escalar vectorial como en el sector de Yukawa [13]. Las reglas de suma son u´tiles para evaluar
el comportamiento unitario, con respecto a un sector minimal de Rompimiento Esponta´neo de Simetr´ıa, de
modelos multidobletes.
Extensiones de estos tipos de estudios y ana´lisis fueron considerados por varios autores en modelos con mas
de un doblete de Higgs. En realidad, existe un gran nu´mero de motivaciones para incrementar el nu´mero de
bosones de Higgs. Entre las ma´s destacadas tenemos: las extensiones supersime´tricas del modelo esta´ndar, un
modelo con violacio´n CP debida al sector de Higgs, el mecanismo de Peccei-Quinn, entre otros. Los primeros
articulos con esta directriz son los de Casalbouni et al. [14] y Maalampi et al [15]. El primero con un me´todo
ana´logo a la propuesta LQT, estudiaron modelos con dos dobletes, un doblete mas un singlete y tambie´n
modelos supersime´tricos donde existen tres supermultipletes de Higgs. En el segundo trabajo estudiaron, desde
el mismo punto de vista del articulo de LQT, el modelo de dos dobletes de Higgs. Desde ana´lisis nume´ricos,
Maalampi et al encontraron el l´ımite superior para la masa del boso´n de Higgs neutro, cuyo valor es cercano
al hallado por Lee, Quigg y Thacker en el modelo minimal.
Kanemura, Kubota y Takasugi [16], basados en todos los articulos ya descritos, crean a partir del estudio del
modelo de dos dobletes, un me´todo sistema´tico para determinar los l´ımites de la masa del Higgs consistente
con la unitariedad. Desde esta sistema´tica ellos hallaron, a partir de un gran nu´mero de procesos de dispersio´n,
l´ımites en la masa tanto del boso´n de Higgs neutro como del boso´n de Higgs cargado asociada al 2HDM. La
estructura tratada en [16] es usada en trabajos posteriores para determinar cotas en modelos extensivos a
SM. Una de estas investigaciones es dirigida por Akeroyd, Arhrib y Naimi [17]. Ellos determinan l´ımites en
las masas de los bosones de Higgs establecidos por la unitariedad a nivel a´rbol en 2HDM tipo II a partir del
estudio de procesos dispersivos de autoestados gauge. Uno de sus resultados son las cotas fuertes para la masa
del boso´n ma´s liviano de CP-par (mh) como funcio´n de tan β. Este procedimiento es llevado a cabo suponiendo
que el potencial de Higgs es invariante bajo una transformacio´n de simetr´ıa discreta del tipo Z2. Si se rompe la
2Aqu´ı se discute, a partir del uso de la unitariedad a nivel a´rbol, la relacio´n experimental mw = mz cos θw y de teoremas de bajas
energ´ıas, como el espectro producido despue´s del rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa no puede contener part´ıculas mucho
ma´s ligeras que la escala electrode´bil de 1 TeV.
3En realidad este me´todo es una aproximacio´n, ya que el te´rmino que evita la singularidad en el propagador contiene todas las
posibles correciones a la masa del Higgs, y como se ha establecido, el ca´lculo concerniente esta´ asociado solo a los te´rminos de
orden O(GFm2h)
4Para la e´poca de este articulo el quark top no hab´ıa sido encontrado. Su descubrimiento fue llevado a cabo en tevatron en el an˜o
de 1995. As´ı que antes de ello, existiero´n esfuerzos teo´ricos -con otros puntos de vista adema´s de la unitariedad- de restringir
sus masas a cierto conjunto de l´ımites.
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simetr´ıa discreta, los l´ımites en la masa del higgs se hacen ma´s de´biles. Estos resultados sugieren que medidas
de tan β y mh permiten la discriminacio´n entre los dos potenciales.
El trabajo de Akeroyd sirvio´ como plataforma para investigaciones posteriores en esta direccio´n. Horˇejˇsi y
Kladiva [18] hacen parte de esta avanzada. En [18] se reconsideran los resultados teo´ricos de los l´ımites supe-
riores de las masas del Higgs encontrados en [16] y [17]. Aqu´ı, los resultados fundamentales se basan en los
l´ımites superiores en la masa del boso´n de Higgs como dependencia de para´metros que representan interac-
ciones que son mediadas por posibles cambios de sabor en corrientes neutras (FCNC). Un articulo de influencia
experimental es presentado por Kaffas, Khater, Ogreid y Osland [19], donde se establece un estudio minucioso
de como la unitariedad limita y relaciona al modelo de dos dobletes de Higgs con violacio´n CP en la produccio´n
de quarks top en el LHC.
Otra investigacio´n clave es presentada por Ginzburg e Ivanov [71]. En esta se tratan principalmente las cotas
de las masas del Higgs para el modelo de dos dobletes ma´s general con violacio´n CP expl´ıcita. El articulo se
presenta desde un punto de vista esquema´tico y formal, ya que se discute ampliamente la relacio´n entre las
limitantes de la unitariedad a nivel a´rbol y el contenido f´ısico de la teor´ıa.
Los limitantes debidos a la unitariedad en otras teor´ıas tambie´n han sido estudiados de una manera extensa.
Citaremos algunos trabajos que sirven como punto de encuentro para las dema´s investigaciones en esta direc-
cio´n. Como ya se hab´ıa hecho expl´ıcito, en [14] se estudian las cotas de unitariedad en extensiones simples de los
modelos minimales y dos dobletes, como tambie´n modelos supersime´tricos donde existen tres supermultipletes
de Higgs. Para modelos left-right se tienen los trabajos de Olness y Ebel [20]. Ellos, al considerar modelos min-
imales left-right, caracterizan los rangos disponibles para las masas del Higgs utilizando dos me´todos distintos.
El primero, el ya discutido me´todo de LQT, y el segundo la parametrizacio´n por correcciones radiativas al
progador del Higgs. Este u´ltimo consiste -esencialmente- en determinar el rango de masas del boso´n de Higgs
para el que la serie perturbativa converge. Otra investigacio´n con esta directriz es tratada en el articulo de
Deutsh [21]. Aqu´ı se estipulan l´ımites en el modelo left-right sime´trico desde la unitariedad de la matriz C.K.M.
El me´todo espec´ıfico radica en utilizar la informacio´n experimental combinada con la unitariedad de la matriz
de Cabbibo- Kobayashi-Maskawa para establecer limitantes adicionales sobre los para´metros manifiestos del
modelo sime´trico left-right. Para modelos de gran unificacio´n (GU) se encuentra el trabajo de Durand L. y
Lopez J. [22], donde se presenta un me´todo simplificado para el ca´lculo de la unitariedad sobre modelos de GU
supersime´tricos a trave´s del teorema de equivalencia de las teor´ıa gauge en dispersiones de altas energ´ıas. Aqu´ı,
se encuentra una cota superior para el boso´n de Higgs neutro ma´s ligero del modelo SU(5)×U(1) (mh0 < 155
GeV).
1.2. Teorema o´ptico
Una de las ma´s potentes consecuencias de la unitariedad en la teor´ıa de campos cua´nticos es el denominado
teorema o´ptico, que esta´ int´ımamente ligado con la perturbatividad de la teor´ıa y el comportamiento de los
observables f´ısicos en el re´gimen de altas energ´ıas. Con el objetivo de ampliar lo anterior, a continuacio´n se
estudiara´ tanto el origen del teorema o´ptico como sus implicaciones en el formalismo general de la teor´ıa de
dispersio´n.
1.2.1. Unitariedad y perturbatividad de la teor´ıa
Para medir distintas razones de interaccio´n, es indispensable preparar un estado que tiene un cierto contenido
definido ζ de part´ıculas en t → −∞ (estado -in- Ψ+ζ ), y estudiar en t → +∞ (estado -out- Ψ−χ ) como se
comporta dicho contenido inicial. Como ya se ha hecho expl´ıcito, en el estado “out” el contenido de part´ıculas
es χ. La amplitud de probabilidad para la transicio´n es 5:
5Esta seccio´n esta´ basada en las referencias [23, 24, 25]
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Sχζ = 〈Ψ−χ |Ψ+ζ 〉. (1.1)
Este arreglo de amplitudes complejas es conocido como la matriz Ŝ de dispersio´n. Caracterizemos al estado
“in” por el contenido de part´ıculas asociado |ζ〉. De igual manera tenemos para el estado “out” la identificacio´n
|χ〉. Estos estados son ortonormales y completos:
〈χ|ζ〉 = δχζ , (1.2a)∑
χ
|χ〉〈χ| = 1;
∑
ζ
|ζ〉〈ζ| = 1. (1.2b)
Los estados “in” y “out” no habitan en espacios de Hilbert diferentes. La matriz Ŝ es la conexio´n de ellos en el
mismo espacio de Hilbert, ya que cualquier estado “in” puede ser expandido en te´rminos de las sumas de los
estados “out”, donde los coeficientes de expansio´n esta´n dados por los elementos descritos por la relacio´n (1.1).
Como la matriz Ŝ conecta dos conjuntos de estados ortonormales, esta debe ser unitaria. Para ver este u´ltimo
punto de manera ma´s clara, consideremos en primera instancia la condicio´n de normalidad. La probabilidad
que el sistema termine en algu´n estado final es de hecho la unidad,
∑
χ
|〈χ|Ŝ |ζ〉|2 = 1, (1.3)
lo cual implica que:
∑
χ
〈χ|Ŝ|ζ〉∗〈χ|Ŝ |ζ〉 = 1, (1.4a)∑
χ
〈ζ|Ŝ†|χ〉〈χ|Ŝ |ζ〉 = 1. (1.4b)
Al utilizar la completez de los estados, tenemos
〈ζ|ŜŜ†|ζ〉 = 1. (1.5)
Como el estado ζ es arbitrario, se obtiene
ŜŜ† = Ŝ†Ŝ = 1. (1.6)
La segunda igualdad puede obtenerse a trave´s de los teoremas de ortonormalidad y completez de los estados
“in”. Esto muestra explic´ıtamente que la matriz Ŝ es unitaria. Si no existen interacciones los estados “in” y
“out” deben coincidir, as´ı Ŝ = 1. Este hecho permite definir a la matriz Ŝ por la relacio´n
Ŝ = 1 + iT̂ , (1.7)
donde T̂ se denomina la matriz de reaccio´n o de transicio´n. La unitariedad implica que
2 Im T̂ = −i(T̂ − T̂ †) = T̂ †T̂ = T̂ T̂ †. (1.8)
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Para ver la consistencia desde un punto de vista esquema´tico, tomaremos los elementos de matriz de la anterior
ecuacio´n entre dos estados de part´ıcula 〈p3p4| y |p1p2〉. Tenemos
2 Im 〈p3p4|T̂ |p1p2〉 =
∑
ζ
〈p3p4|T̂ |ζ〉〈p1p2|T̂ |ζ〉∗. (1.9)
Colocando T̂ = (2pi)4δ4(pf − pi)M̂, y escribiendo los estados |ζ〉 en te´rminos de los momentos ki de las
part´ıculas en este estado, se tiene
2 Im〈p3p4|M|p1p2〉 = 1
(2pi)2
∑
ζ
∫
d3k1
W1
d3k2
W2
...δ4 (p1 + p2 − k1 − k2 − ...− kζ)
× 〈p3p4|M̂|k1k2...kn〉〈p1p2|M̂|k1k2...kn〉∗, (1.10)
aqu´ı los W ′s, se refieren a los distintos pesos de las medidas invariantes sobre el espacio de Minkowski.
La suma expl´ıcita es hecha sobre todos los estados intermedios reales consistentes con la conservacio´n del
cuadrimomentum. Diagrama´ticamente, este hecho puede representarse a trave´s de:
2 Im
p1 p2
p3 p4
=
∑
ζ = + + ....,
Figura 1.1.: Representacio´n diagrama´tica del teorema o´ptico (1.10).
Cada diagrama contiene la integral sobre el momentum respectivo de los estados intermedios. La esencia de la
unitariedad queda aqu´ı establecida: esto aplica orden por orden en la teor´ıa de las perturbaciones. Este es el
denominado teorema o´ptico, que establece que la parte imaginaria de la amplitud de dispersio´n es proporcional
a la seccio´n eficaz total. El teorema o´ptico es por tanto la consecuencia de la relacio´n existente entre la
unitariedad y la perturbatividad de la teor´ıa. En ausencia de esta propiedad, los estados cua´nticos definidos
antes y despue´s de la dispersio´n, podr´ıan llevar a la ausencia de una definicio´n consistente de part´ıculas en los
estados asinto´ticos. En complemento y utilizando la definicio´n de la matriz Ŝ, se puede establecer que si en
una teor´ıa la unitariedad es violada, los espacios de Hilbert que conectan a los estados asinto´ticos no son los
mismos, conduciendo a la no conservacio´n de la probabilidad para los procesos dispersivos all´ı inmersos.
Aunque en esta construccio´n se han tomado estados de dos part´ıculas, el teorema o´ptico es en general va´lido
para cualquier estado de multipart´ıculas del espacio de Fock.
1.2.2. Implicaciones de la Unitariedad
A fin de generalizar el caso discreto, consideraremos ahora los estados espec´ıficos en el espacio de Hilbert
de una manera continua. Este hecho permite tratar a estados que describen observables continuos como el
momentum de las part´ıculas que hacen parte del proceso dispersivo. En los estados asinto´ticos de part´ıcula
libre todas las variables son discretas excepto el cuadri-momentum asociado. Siguiendo la notacio´n de (1.1),
la generalizacio´n de la relacio´n de completez para estados “in” y “out” puede ser escrita a trave´s de:
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∫
dξ S∗ξχSξζ =
∫
dξ〈Ψ+χ |Ψ−ξ 〉〈Ψ−ξ |Ψ+ζ 〉 = 〈Ψ+χ |Ψ+ζ 〉 = δ (χ− ζ) , (1.11a)∫
dξ SχξS
∗
ζξ =
∫
dξ〈Ψ−ξ |Ψ+χ 〉〈Ψ+ζ |Ψ−ξ 〉 = 〈Ψ+ζ |Ψ+χ 〉 = δ (χ− ζ) . (1.11b)
Cada una de las relaciones indican -en su orden- esencialmente que S†S = SS† = 1 (relacio´n (1.6)). Con el
uso de la matriz de transicio´n (y de la amplitud invariante), se encuentra para la matriz de dispersio´n
Sξχ = δ(ξ − χ) + 2piiδ4(pf − pi)Mξχ (1.12)
Al reemplazar en nuestras condiciones de unitariedad, se obtiene
δ(ζ − χ) =
∫
dξ
(
δ(ξ − χ)− 2piiδ4(pξ − pχ)M∗ξχ
) (
δ(ξ − ζ) + 2piiδ4(pξ − pζ)Mξζ
)
= δ(ζ − χ) + 2piiδ4(pχ − pζ)Mχζ − 2piiδ4(pζ − pχ)M∗ζχ (1.13)
− (2pi)2
∫
dξ
[
δ4(pξ − pχ)δ4(pξ − pζ)
]M∗ξχMξζ .
Si tomamos pχ = pζ (conservacio´n del cuadrimomentum), la anterior expresio´n puede simplificarse
iMχζ − iM∗ζχ − 2pi
∫
dξδ4(pξ − pχ)M∗ξχMξζ = 0. (1.14)
Esta es la forma general, ya establecida, del teorema o´ptico; indicando la relacio´n de la parte imaginaria de
la amplitud invariante con las contribuciones de los diferentes canales, consistentes con la conservacio´n del
cuadrimomentum, a la seccio´n eficaz total. Se observa la forma perturbativa de esta relacio´n a trave´s de la
consideracio´n continua de los estados pertenecientes a dichos canales. Para el caso especial ζ = χ, la anterior
relacio´n puede transformarce en
Im Mχχ = pi
∫
dβδ4(pξ − pχ)|Mξχ|2. (1.15)
Que es el ana´logo (mediante otra deduccio´n) de la relacio´n (1.10) con los estados iniciales coincidentes con
los estados finales. La regla de oro de Fermi para una seccio´n eficaz diferencial 2 → 2 en el centro de masa
[24, 25, 26], con esta notacio´n, puede ser escrita por
σtot =
1
E2cmuχ
∫
dβ(2pi)δ4(pξ − pχ)|Mξχ|2 = pi
2Ecm|pcm|
∫
dβδ4(pξ − pχ)|Mξχ|2. (1.16)
Aqu´ı se ha hecho uso de la relacio´n para la velocidad relativa uχ, en el sistema centro de masa,
uχ =
4|pcm|
Ecm
. (1.17)
Al comparar (1.15) con (1.16), encontramos la forma t´ıpica de expresar el teorema o´ptico:
Im Mχχ = 2Ecm|pcm|σtot. (1.18)
16
1.2. Teorema o´ptico
En virtud a que la parte imaginaria de la amplitud de dispersio´n esta´ intimamente ligada con la atenuacio´n
por el centro dispersor de la onda de probabilidad, esta relacio´n extiende naturalmente la proporcionalidad de
dicha cantidad con la probabilidad total de dispersio´n.
Por otro lado, la seccio´n eficaz diferencial en el sistema centro de masa para una dispersio´n ela´stica de 2 cuerpos
→ 2 cuerpos, en te´rminos de las energ´ıas y magnitudes de los momentos correspondientes, esta´ descrita por
dσ(χ→ ξ)
dΩ
=
1
16(2pi)2E2cm
|Mξχ|2. (1.19)
Desde aqu´ı podemos definir la amplitud de dispersio´n f(χ→ ξ) (con una fase adecuada), de tal forma que
dσ(χ→ ξ)
dΩ
= |f(χ→ ξ)|2. (1.20)
As´ı,
f(χ→ ξ) ≡ 1
(8pi)Ecm
Mξχ. (1.21)
Para χ = ξ, se obtiene al analizar (1.20) con (1.18), para esta dispersio´n en particular, a que la condicio´n de
unitariedad puede ser reescrita a trave´s de
Im f(χ→ χ) = |pcm|
4pi
σtot. (1.22)
Desde aqu´ı se pueden nombrar varias implicaciones que tiene el concepto de unitariedad en la estructura
general de la teor´ıa de campos. Una de ellas es la relacio´n entre el teorema o´ptico, por medio de la amplitud
f , y el patro´n de dispersio´n a altas energ´ıas. La amplitud f es una funcio´n suave del a´ngulo de dispersio´n,
existiendo un intervalo del a´ngulo so´lido para el que |f |2 tiene un l´ımite de saturacio´n. Esto permite, en virtud
a esta forma del teorema o´ptico, limitar la seccio´n eficaz total y por tanto una regio´n del a´ngulo so´lido donde
la funcio´n |f |2 posee el mismo valor, con lo cual
∆Ω ≤ 32pi
2
|pcm|2σtot . (1.23)
Ya que la relacio´n entre la unitariedad y la perturbatividad de la teor´ıa trae consigo que la seccio´n eficaz debe
tender a un valor constante en el l´ımite de altas energ´ıas, esta frontera muestra la aparicio´n de un pico de
difraccio´n, donde el a´ngulo so´lido decae como |pcm|−2 cuando |pcm| → ∞ [25].
Otra consecuencia fundamental de la unitariedad es el teorema H de Boltzmann. Su deduccio´n, en primera
instancia, se hace suponiendo invarianza de inversio´n temporal y aproximacio´n dina´mica de Born6 sobre la
ecuacio´n de transporte de Boltzmann. En virtud a la condicio´n (1.6), SS† = S†S = 1, las tazas de decaimiento
de los estados iniciales a los finales coinciden con la de los finales a los de los iniciales, i.e,∫
dξ
(
V
(2pi)3
)Nχ dΓ(χ→ ξ)
dξ
=
∫
dξ
(
V
(2pi)3
)Nξ dΓ(ξ → χ)
dχ
. (1.24)
Esto implica que
6Esta aproximacio´n esta´ basada en que desde un potencial de interaccio´n relativamente de´bil, los estados de part´ıcula libre
coinciden con los estados asinto´ticos de dispersio´n “in” [25].
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− d
dt
∫
dχ Pχ ln
(
Pχ
cχ
)
≥ 0, (1.25)
cχ = (V/(2pi)
3)Nχ . Aqu´ı Pχdχ indica la probabilidad de encontrar al sistema en un volumen dχ del espacio de
estados de multipart´ıculas Φχ (cuya variacio´n total es independiente del tiempo). Este es el famoso teorema
H de Boltzmann, el cual establece que el incremento de la entrop´ıa (que es proporcional al integrando en esta
u´ltima relacio´n) se detiene cuando la probabilidad llega ser una funcio´n solo de cantidades conservadas, como
la energ´ıa y la carga. Lo anterior se convierte en un ejemplo de la Segunda Ley de la Termodina´mica,
definiendo los estados de equilibrio y no equilibrio en el sistema F´ısico en consideracio´n.
En adicio´n, otra fuerte implicacio´n de la unitariedad esta´ en el teorema CPT con la antisimetrizacio´n del
comportamiento entre part´ıculas y antipart´ıculas. En virtud a que la simetr´ıa conservada CPT es antiunitaria
[25], los procesos en los que se involucren part´ıculas no pueden ser extrapolados de una manera simple a
los procesos en los que participen sus respectivas antipart´ıculas. Por ejemplo, si consideramos las tazas de
reaccio´n para un conjunto dado de part´ıculas y un proceso ana´logo para el mismo conjunto de sus respectivas
antipart´ıculas, se puede ver que dichas tazas de reaccio´n coinciden cuando las antipart´ıculas poseen una
proyeccio´n esp´ın inversa, i.e
Γp1,σ1;p2,σ2:... = Γ
(c)
p1,−σ1;p2,−σ2:.... (1.26)
Al tener un solo estado de part´ıcula y considerando dicha implicacio´n mas la invarianza rotacional de los
interacciones fundamentales conocidas (donde se prohibe tazas de decaimiento dependientes de la tercera
componente del esp´ın), podemos concluir que los tiempos de vida media para part´ıculas inestables son los
mismos que para sus respectivas antipart´ıculas.
1.3. Ondas parciales y Unitariedad
La utilizacio´n de estados asinto´ticos como la base en la que se expresa la matriz S es debido al hecho que el
momentum del estado de n-part´ıculas y la energ´ıa total E forman un espacio compacto (3n − 4) dimensional
[25, 27]. As´ı, en el sistema C.M. para un estado de 2 part´ıculas, este espacio es una superficie esfe´rica 2-
dimensional. En una variedad del tipo de 2-esfera, los armo´nicos esfe´ricos sirven como la base de expansio´n de
una serie generalizada de “ondas parciales”. Para un caso general cualquier espacio compacto admite, bajo un
conjunto apropiado de funciones base, una expansio´n en “ondas parciales”. Por simplicidad, consideraremos
solo el caso de estados de 2 part´ıculas con esp´ın arbitrario, ya que nuestro objetivo es establecer los fundamentos
para el estudio de procesos del tipo 2→ 2 (ver Figura 1.2).
(pf , λc)
(−pf , λd)
(pi, λa) (−pi, λb)
θ
Figura 1.2.: Dispersio´n de dos part´ıculas en el sistema centro de masa.
Teniendo en cuenta la Figura 1.2, el elemento matricial Mζχ puede definirse mediante la relacio´n
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〈ζ|T̂ |χ〉 = (2pi)2δ4(pζ − pχ)Mζχ. (1.27)
Ahora, por simplicidad, χ representa al estado inicial, ζ al estado final y T̂ la matriz de transicio´n asociada.
Con nuestra notacio´n estos estados representan a los siguientes estados de momentum y helicidad:
|χ〉 = |pa, λa, pb, λb〉, (1.28a)
|ζ〉 = |pc, λc, pd, λd〉. (1.28b)
La funcio´n delta de Dirac impone la restriccio´n de conservacio´n del cuadrimomentum, siendo este hecho de
utilidad para eligir un subespacio de Hilbert Hs ⊂ H. Esto se puede entender desde el ana´lisis dina´mico del
proceso dispersivo. Nuestro caso contiene dos part´ıculas no-ide´nticas (antipart´ıcula-part´ıcula para fermiones)
masivas de espines arbitrarios s1 y s2. Los estados quedan definidos a trave´s de su momento p = pa + pb, la
energ´ıa del sistema E = E1 + E2, las componentes de esp´ın en la direccio´n z λa, λb, el momento angular l y
su componente en z, m ( con |m| ≤ l)7. Mediante el uso de los coeficientes Clebsh-Gordan en dos ocasiones se
puede construir una primera base de representaciones irreducibles, que combinan el esp´ın de las dos part´ıculas
para dar un esp´ın total s con componente en z -λ-, luego se construye una segunda base de momentum angular
total J con componente en z -mj-, formada desde el momentum angular l y su componente en z -m-. En
resumen, para describir un proceso f´ısico se debe establecer algu´n esquema de acople del tipo L − S o j − j
para los estados iniciales (con el fin de considerar estados bien definidos de momentum angular total como
cantidad conservada), y establecer la transicio´n a algu´n estado final tambie´n caracterizado en algu´n esquema
de acople. Este mecanismo es muy complicado, pero puede ser simplificado si los estados iniciales y finales son
escogidos apropiadamente.
A fin de lograr lo anterior, iniciemos con declarar un estado en el sistema centro de masa CM para dos part´ıculas,
donde una part´ıcula tiene momentum p1 = pê3 y helicidad λ1, y colisiona con una segunda part´ıcula que se
mueve con momentum opuesto, p2 = −pê3 y helicidad λ28. Este estado en el sistema CM se consigue de la
forma
|pê3, λ1, λ2〉 ≡ |pê3, λ1〉 ⊗ | − pê3, λ2〉 = |pê3, λ1〉 ⊗ U(0, pi, 0)|pê3 , λ2〉. (1.29)
Aqu´ı U representa una matriz rotacio´n en los a´ngulos de Euler. El momentum angular neto a lo largo de êz
de este estado es λ1 − λ2, con lo cual
J3|pê3, λ1, λ2〉 = (λ1 − λ2) |pê3, λ1λ2〉. (1.30)
Un estado con una direccio´n arbitraria puede ser escrito como
|p, θ, φ, λ1, λ2〉 = U(φ, θ, 0)|pê3, λ1, λ2〉, (1.31)
que son denominados “estados de ondas planas” generales. Sabemos que los operadores proyeccio´n P λ1−λ2J,M
transforman irreduciblemente bajo la J-representacio´n. Este hecho permite encontrar, bajo su aplicacio´n,
autoestados de momentum angular total,
7l y m especifican la dependencia del estado sobre las direcciones de pa o´ pb
8Para una discusio´n ma´s profunda desde el lenguaje de la teor´ıa de grupos ver [28]. Desde la teor´ıa general de dispersio´n y en
pro de un tratamiento ma´s detallado, se recomienda el ape´ndice E de la referencia [29]
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|pJMλ1λ2〉 = 2J + 1
4pi
∫
dΩ|p, θ, φ, λ1, λ2〉D†(J) (φ, θ, 0)λ1−λ2M . (1.32)
Al invertir esta ecuacio´n se obtiene
|p, θ, φ, λ1, λ2〉 =
∑
J,M
(
2J + 1
4pi
)1/2
|pJMλ1λ2〉D(J)(φ, θ, 0)Mλ1−λ2 . (1.33)
Donde D es una D-funcio´n de Wigner9 que representa una rotacio´n finita Rφ,θ. Este formalismo, que condensa
las ondas planas de helicidad de dos part´ıculas y los estados de momentum angular, fue establecido por
Jacob y Wick [30]. Estos estados tienen un conjunto de caracter´ısticas importantes. Debido a que todos
los nu´meros cua´nticos que all´ı aparecen son f´ısicos y por tanto medibles, estos son independientes de las
suposiciones dina´micas. Otra ventaja es la libertad ante esquemas de acoples del tipo L−S y j−j, que pueden
ser deducidos de la comparacio´n de los estados de “ondas planas” (1.31) con los estados de “momentum
angular”(1.33), permitiendo a su vez analizar comportamientos simples de la helicidad bajo tranformaciones
de simetr´ıa discretas. En adicio´n, este me´todo puede ser aplicable indiferentemente a sistemas con part´ıculas
de masa cero como a sistemas de part´ıculas masivas (en otros esquemas de acople dicha propiedad no es
extrapolable debido a que el esp´ın esta´tico no tiene significado en estados de masa cero). Utilizando este
formalismo, tenemos para nuestro proceso dispersivo lo siguiente:
|pi, λa, λb〉 =
∑
Ji,Mi
(
2Ji + 1
4pi
)1/2
|pi, Ji,Mi = λa − λb, λa, λb〉D(Ji) (φ, θ, 0)Miλa−λb , (1.37)
|pf , λc, λd〉 =
∑
Jf ,Mf
(
2Jf + 1
4pi
)1/2
|pf , Jf ,Mf , λc, λd〉D(Jf ) (φ, θ, 0)Mfλc−λd . (1.38)
En virtud a que todas las interacciones de la naturaleza son invariantes bajo rotaciones espaciales, la matriz
de dispersio´n conserva momentum angular. Para el elemento matricial se obtiene entonces
〈pf , λc, λd|T̂ |pi, λa, λb〉 =
∑
J
∑
Jf ,Mf
(2Jf + 1)
1/2(2Ji + 1)
1/2
4pi
〈pf , Jf ,Mf , λc, λd|T̂ |pi, Ji,Mi = λa − λb, λa, λb〉
×D(Ji) (φ, θ, 0)Miλa−λb D
†
(Jf )
(φ, θ, 0)λc−λdMf . (1.39)
9La D-funcio´n de Wigner es una matriz cuadrada de dimensio´n 2j + 1 con elementos generales:
Dj
m′m
(α, β, γ) ≡ 〈jm′|R(α, β, γ)|jm〉 = e−im′αdj
m′m
(β)e−imγ . (1.34)
Con R(α, β, γ) el operador de rotacio´n escrito por medio de los a´ngulos de Euler α, β y γ, y de sus respectivos generadores
como
R(α, β, γ) = e−iαJze−iβJye−iγJz . (1.35)
Y dj
m′m
es la matriz de Wigner reducida
dj
m′m
(β) = 〈jm′|e−iβjy |jm〉. (1.36)
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Haciendo uso del teorema de Wigner-Eckart10, podemos escribir para el primer factor de la derecha
〈pf , Jf ,Mf , λc, λd|T̂ |pi, Ji,Mi, λa, λb〉 = 〈JfMf (J, Ji)λM〉〈λcλd||TJ(E)||λaλb〉 (1.40)
Con M ′ = λ+M . Para nuestro caso en particular λ = 0 (operador escalar), por lo tanto
〈pf , Jf ,Mf , λc, λd|T̂ |pi, Ji,Mi, λa, λb〉 = δJfJi δ
Mf
Mi
〈λcλd||TJ(E)||λaλb〉. (1.41)
Reemplazando este hecho en el elemento matricial (1.39), llegamos finalmente a11
〈pf , λc, λd|T̂ |pi, λa, λb〉 =
∑
J,M
(
2J + 1
4pi
)
〈λcλd||TJ(E)||λaλb〉D(J) (φi, θ, 0)λa−λbM D†(J) (φf , θ, 0)Mλc−λd . (1.42)
Esta es la expansio´n general en ondas parciales para cualquier proceso dispersivo o reaccio´n de dos part´ıculas.
Estos desarrollos, donde se involucran solo los grados de libertad de esp´ın, no traen consigo ninguna compli-
cacio´n con respecto al tratamiento esta´ndar de part´ıculas sin esp´ın. En cambio, al realizar el acercamiento
convencional con el tratamiento de esp´ın esta´tico para las part´ıculas, la relacio´n entre los estados de onda
plana y de momentum angular, involucran multiples expansiones en acoples Clebsh-Gordan, haciendo de la
forma particular una estructura ma´s complicada para la expansio´n general de estos estados [28].
Con las ventajas de esta descomposicio´n claras, ahora se estudia como esta expansio´n conlleva a la definicio´n
general de la amplitud invariante de dispersio´n. Esto establece consecuentemente el comportamiento que tiene
la unitariedad sobre este nuevo formalismo. Al tomar la direccio´n inicial a lo largo del eje z, a trave´s del uso
de la matriz representacio´n, y en te´rminos de la amplitud invariante M, esta relacio´n puede ser escrita por
medio de
M (s, θ) = 16pi
∑
J
(2J + 1)D†(J) (φf , θ, 0)
λa−λb
λc−λd 〈λcλd||M
J (E)||λaλb〉. (1.43)
Las amplitudes de las ondas parciales esta´n definidas mediante la relacio´n
MJ(s) ≡ 〈λcλd||MJ (s)||λaλb〉 =
√
s
4|p| 〈λcλd||TJ(s)||λaλb〉. (1.44)
10Para el grupo SO(3), el teorema de Wigner-Eckart (WE) establece que para un conjunto de operadores {Osλ} que tranforman
de acuerdo a l s-representacio´n, sus elementos matriciales en estados f´ısicos irreducibles satisfacen
〈j′m′, α′|Osλ|j,m,α〉 = 〈j′m′(s, j)λm〉〈j′α′|Os|jα〉.
El primer factor de la derecha son los coeficientes de Clebsh-Gordan asociados al cambio de base para las representaciones
irreducibles. Si tomamos el caso particular de un operador escalar (tensor de rango cero), el teorema (WE) establece que
〈j′m′, α′|O00 |j,m,α〉 = δjj′δmm′〈j′α′|O0|jα〉.
11Esta relacio´n es la generalizacio´n del problema de dispersio´n para part´ıculas de esp´ın cero, donde se ten´ıa esencialmente que
〈p̂f |T |p̂i〉 =
∑
l,m
Y ml (p̂f )Tl(E)Y
m∗
l (p̂i) =
∑
l,m
(
2l + 1
4pi
)[
Dl(φf , θ, 0)
m
0
]∗
Tl(E)
[
Dl(φi, θ, 0)
0
m
]
.
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Si el estado de helicidad de la part´ıcula a coincide con el de la part´ıcula b, y el de la part´ıcula c con el de la
part´ıcula d, este elemento matricial toma la forma
M (s, θ) = 16pi
∑
J
(2J + 1)D†(J) (φf , θ, 0)
0
0MJ(s) = 16pi
∑
J
(2J + 1)PJ (cos θ)MJ(s). (1.45)
Se ha hecho uso de las propiedades para las D-funciones (e.g. D
(J)
00 = PJ(cos θ)). Esta forma representa una
expresio´n t´ıpica de expansio´n en ondas parciales generalizadas. La unitariedad perturbativa requiere que
|MJ |2 ≤ |Im(MJ)|. (1.46)
Desde la desigualdad de Schwartz, Im
(MJ) ≤ |MJ |, se tiene que |MJ | ≤ 1. Esta limitante fue utilizada en
los trabajos pioneros en restricciones unitarias tanto en el SM como en el modelos de dos dobletes [16]. Por
medio del uso del comportamiento en el plano complejo de los coeficientes de las ondas parciales,
Re
(MJ)2 + Im (MJ)2 = |MJ |2 ≤ 1, (1.47)
podemos obtener limitantes ma´s fuertes, ya que
Re
(MJ)2 ≤ |Im (MJ) | (1− |Im (MJ) |) ≤ 1
4
→ |Re (MJ) | ≤ 1
2
, (1.48)
donde dicha relacio´n es satisfecha para toda onda parcial asociada a cualquier valor J . Esta propiedad puede
demostrarse desde el diagrama de Argand (circulo unitario) representado en la Figura 1.3. All´ı la norma del
vector M| nunca excede el valor de 1/2 residente en el eje real.
−12 120
1
2
1
Re(MJ)
Im(MJ )
MJ
Figura 1.3.: Diagrama de Argand que representa a la relacio´n (1.47), delimitando la regio´n donde la unitariedad
asociada a las ondas parciales es respetada.
Este l´ımite puede ser obtenido de manera general (cualquier combinacio´n del conjunto de estados de helicidad
tal que coincidan con los estados de helicidad finales) a trave´s del uso de la unitariedad de la matriz S con la
condiciones (1.6) y (1.8). Al tomar el elemento matricial para los estados de dos part´ıculas,
〈J,M, λa, λb|T̂ † − T̂ |J,M, λa, λb〉 = i〈J,M, λa, λb|T̂ †T̂ |J,M, λa, λb〉. (1.49)
Introduciendo una relacio´n de completez, con un nuevo conjunto de nu´meros cua´nticos que esta´n inmersos en
la base del espacio de Fock
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〈J,M, λa, λb|T̂ † − T̂ |J,M, λa, λb〉 = i
∑
α
〈J,M, λa, λb|T̂ †|J,M,α〉〈J,M,α|T̂ |J,M, λa, λb〉
= i
∑
α
〈J,M,α|T̂ |J,M, λa, λb〉†〈J,M,α|T̂ |J,M, λa, λb〉
= i
∑
α
|〈J,M,α|T̂ |J,M, λa, λb〉|2. (1.50)
Tomando el valor absoluto y al tener en cuenta solo los estados de helicidad de dos part´ıculas (i.e. contribuciones
ela´sticas), se llega a
|〈J,M, λa, λb|T̂ † − T̂ |J,M, λa, λb〉| ≥ |〈J,M, λa, λb|T̂ |J,M, λa, λb〉|2. (1.51)
Haciendo uso de la relacio´n (1.44), llegamos a
|MJλaλbλaλb −MJ∗λaλbλaλb | ≥
4|p|√
s
|MJλaλbλaλb |2. (1.52)
Donde se hace expl´ıcito el hecho de que los estados finales coinciden con los estados iniciales. Esta notacio´n
implica que MJ
λaλbλaλb
= 〈λaλb|MJ |λaλb〉. Llevando esta relacio´n al l´ımite de altas energ´ıas, se encuentra, en
virtud al circulo unitario, que |Im (MJ) | ≥ ∣∣MJ ∣∣2 → |Re(MJ )| ≤ 1/2. Concluyendo que en el l´ımite de altas
energ´ıas, en estados iniciales y finales sime´tricos, se recobra la cota de unitariedad obtenida para el caso
particular λa − λb = λc − λd = 0. Adema´s si se tienen part´ıculas ide´nticas, la condicio´n de simetrizacio´n trae
consigo un factor de dos, haciendo que este l´ımite cambie a
|MJ | ≤ 2→ |Re (MJ) | ≤ 1. (1.53)
Esto es de gran utilidad cuando estudiamos la interaccio´n de estados neutros, como la dispersio´n de bosones
gauge Z0 y de bosones de Higgs H0.
Esta formulacio´n general se vuelve en el eje central de las discusiones alrededor del comportamiento unitario
del sector escalar minimal y de dos dobletes del SM. As´ı, despue´s de determinar la influencia respectiva
del rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa en la regio´n de campos de estas teor´ıas, miraremos como surgen
diferentes sistema´ticas (e.g el me´todo LQT) asociadas a la unitariedad que tienen el fin de determinar cotas
sobre los para´metros libres (generalmente masas escalares) de estos modelos en su nivel perturbativo ma´s bajo.
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CAP´ITULO 2
MODELO ESTA´NDAR
Uno de los logros teo´ricos ma´s preponderantes de la F´ısica de part´ıculas elementales -en la u´ltima mitad del
siglo XX- fue la construccio´n del Modelo Esta´ndar, todo en virtud a su alto nivel predictivo y consecuencia
con los experimentos desarrollados hasta la actualidad (con la u´nica falencia en la explicacio´n de la oscilacio´n
de neutrinos). Aunque los logros fenomenolo´gicos son indudables, existen au´n muchas cuestiones abiertas en
la fundamentacio´n conceptual del modelo, como lo es la explicacio´n de la jerarqu´ıa de masas en el espectro
fermio´nico, la cuantizacio´n de la carga y la ausencia fenomenolo´gica de un mecanismo un´ıvoco encargado de
explicar el origen de la masas de todas las part´ıculas de la teor´ıa. En virtud a que los sectores escalares no
han sido explorados directamente 1, los comportamientos asociados a esta regio´n del modelo son todav´ıa un
problema sin solucio´n.
A fin de dar un sustento teo´rico y fenomenolo´gico al Modelo Esta´ndar, se hara´ un recorrido conceptual por
cada uno de sus sectores, enfatizando en los estadios del mecanismo de rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa
electrode´bil -llamado a ser la manera natural en la que se generan las masas de los campos de materia y
radiacio´n-. Desde all´ı se realiza un estatus de los me´todos experimentales actuales en la deteccio´n de los
para´metros que emergen del rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa. Despue´s se establecen las cuestiones
teo´ricas que describen algunos comportamientos no deseados del Modelo Esta´ndar en escalas de energ´ıa su-
periores al corte electrode´bil. Dichos conceptos aun no completos de la teor´ıa, donde la unitariedad juega un
papel importante, adema´s de interpretar al modelo como una manera efectiva de describir las interacciones
electrode´biles y fuertes, permiten no solo imponer un conjunto de limitantes en los para´metros libres, si no
tambie´n el establecer escalas de energ´ıa donde nueva f´ısica debe aparecer; todo con el u´nico objetivo de con-
struir una teor´ıa completamente realista y consistente con el background cua´ntico y espacio-temporal que la
caracteriza.
2.1. Fundamentos
El modelo electrode´bil (o denominada comu´nmente la teor´ıa Glashow-Weinberg-Salam [31]) es una teor´ıa
gauge basada en el grupo de simetr´ıa local SU(2)L × U(1)Y (la localidad esta´ motivada en el hecho de que
la teor´ıa debe ser renormalizable i.e el principio gauge), existiendo tres bosones gauge asociados a SU(2)L
con W iµ i = 1, 2, 3, y un boso´n gauge Bµ asociado a la parte U(1)Y . Las interacciones fuertes presentes en el
sector de quarks esta´n descritas por la Cromodina´mica Cua´ntica (QCD), basada en el grupo gauge SU(3)c.
El modelo GWS en adicio´n a la QCD generan el marco de referencia para decribir el origen dina´mico de
tres de las interacciones fundamentales de la naturaleza, siendo este esquema de unificacio´n que comu´nmente
1En realidad un estado fundamental con indicios de ser un escalar fue detectado durante la discusio´n de este trabajo [1]. Los
l´ımites de precisio´n develara´n el verdadero comportamiento y naturaleza de esta fluctuacio´n.
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denominamos el Modelo Esta´ndar (SM). En a´nimo a emular el comportamiento de la Electrodina´mica Cua´ntica
(QED) 2, el te´rmino cine´tico para nuestro nuevo grupo de simetr´ıa electrode´bil es:
LK = −1
4
3∑
i=1
W iµνW
µνi − 1
4
BµνB
µν . (2.1)
Con el comportamiento antisime´trico descritos por los cuatro campos gauge,
W iµν = ∂µW
i
ν − ∂νW iµ + gijkW jµkν , (2.2a)
Bµν = ∂µBν − ∂νBµ. (2.2b)
Los campos fermio´nicos esta´n constituidos por tres generaciones de quarks y leptones quirales left-handed y
right-handed (fL,R =
1
2 (1± γ5) f). Los fermiones left-handed se encuentran organizados en isodobletes de´biles
3,
L1 =
(
νe
e−
)
L
, L2 =
(
νµ
µ−
)
L
, L3 =
(
ντ
τ−
)
L
(2.3a)
Q1 =
(
u
d
)
L
, Q2 =
(
c
s
)
L
, Q3 =
(
t
b
)
L
. (2.3b)
Con tercera componente del isoesp´ın de los isodobletes I3f = ±12 . Por otro lado los fermiones right-handed
esta´n en isosingletes de´biles,
e−R, , µ
−
R, , τ
−
R , .
dR, uR, sR, cR, bR, tR, (2.4)
con I3Rf = 0. En este cap´ıtulo y en lo que precede al texto, asumiremos que los neutrinos no poseen masa y
que por tanto aparecen solo con sus componentes left-handed. La hipercarga fermio´nica, definida en te´rminos
de I3f y de la carga ele´ctrica en unidades de +e, esta´ dada por:
Yf = 2Qf − 2I3f ⇒ YLi = −1, YlRi = −2, YQi =
1
3
, YuRi =
4
3
, YdRi = −
2
3
. (2.5)
En adicio´n, los quarks son tripletes bajo el grupo SU(3)c, mientras que los leptones son singletes de color.
Esto produce por tanto la relacio´n
∑
f
Yf =
∑
f
Qf = 0, (2.6)
Esto asegura la cancelacio´n de las anomal´ıas quirales4 en cada generacio´n de fermiones, garantizando -en este
aspecto- la renormalizacio´n de la teor´ıa electrode´bil (i.e las divergencias a ordenes superiores en la teor´ıa de
perturbaciones pueden se removidas al redefinir adecuadamente las masas y acoples (finitos) de la teor´ıa).
2Aqu´ı la extrapolacio´n es un poco ma´s complicada en virtud a que el sector SU(2)L es un grupo gauge no-Abeliano
3Histo´ricamente la introduccio´n de los isodobletes y de los bosones gauge SU(2)L esta´ motivada en la explicacio´n de feno´menos
como el decaimiento del muo´n µ y el decaimiento β a nivel parto´nico.
4Una anomal´ıa quiral es debida a la no conservacio´n ano´mala (tratada cla´sicamente desde las ecuaciones de Euler-Lagrange)
de alguna corriente quiral. Por ejemplo en el SM, los bosones gauge se acoplan a los fermiones vectorial y axialmente. Si el
nu´mero de generaciones de los quarks es mayor que el nu´mero de generaciones de los leptones (o´ viceversa), esta mezcla dan˜a la
renormalizabilidad de la teor´ıa, que fue conseguida, en primera instancia, desde la imposicio´n de la localidad del grupo gauge
de simetr´ıas. Por ende, una teor´ıa libre de anomal´ıas garantiza el buen comportamiento de esta ante los diferentes esquemas
de renormalizacio´n [24].
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Al tomar en cuenta solo las contribuciones del sector electrode´bil, los campos de materia son acoplados a los
campos gauge a trave´s de la derivada covariante (i.e transforma como un operador diferencial bajo la accio´n
del grupo de simetr´ıa SU(2)L × U(1)Y )5,
Dµψ =
(
∂µ − igTaW aµ − ig′
Yq
2
Bµ
)
ψ, (2.7)
donde g′ y g son las constantes de acople electrode´biles y Ta = τa2 , con τa las matrices de Pauli. El lagrangiano
de Dirac, encargado de describir las interacciones entre los bosones gauge y los fermiones, adema´s de la
propagacio´n propia de los campos de materia, esta´ dado por
LKF =
3∑
i=1
(
L¯iiD/ Li + l¯iRiD/ l
i
R + Q¯
iiD/ Qi + q¯iuRiD/ q
i
uR + q¯
i
dRiD/ q
i
dR
)
. (2.8)
La notacio´n Li y Qi representa a los dobletes izquierdos de los leptones y quarks respectivamente. l
i
R =
eR, µR, τR, hace alusio´n a los singletes de´biles de los leptones cargados derechos. Este es el denominado sector
cine´tico y dina´mico de los fermiones. Es de importancia anotar que para los sectores derechos la derivada
covariante actu´a solo con el te´rmino libre y el te´rmino de hipercarga.
El lagrangiano completo para las interacciones electrode´biles invariante ante el grupo SU(2)L × U(1)Y , se
puede escribir por
LEW = LK + LKF = −1
4
3∑
i=1
W iµνW
µνi − 1
4
BµνB
µν
+
3∑
i=1
(
L¯iiD/ Li + l¯iRiD/ l
i
R + Q¯
iiD/ Qi + q¯iuRiD/ q
i
uR + q¯
i
dRiD/ q
i
dR
)
. (2.9)
La covarianza ante SU(2)L ×U(1)Y indica que los campos gauge y fermio´nicos (izquierdos y derechos) trans-
forman como:
W aµ (x)→W ′aµ(x) =W aµ (x)−
1
g
∂µα
a(x)− abcαb(x)W cµ(x), Bµ(x)→ B′µ(x) = Bµ(x)−
1
g′
∂µβ(x), (2.10a)
L(x)→ L′(x) = eiαa(x)Ta+iβ(x)Y L(x), R(x)→ R′(x) = eiβ(x)Y R(x). (2.10b)
Un te´rmino de masa para cualquiera de estos campos romper´ıa expl´ıcitamente la simetr´ıa SU(2)L × U(1)Y .
Para ver esto, pensemos en sectores masivos para el lagrangiano de la forma 12M
2
VWµW
µ, y as´ı desde las
relaciones de transformacio´n bajo el grupo de simetr´ıa EW, obtenemos
1
2
M2VW
a
µW
aµ →1
2
M2V
(
W aµ (x)−
1
g
∂µα
a(x)− abcαb(x)W cµ(x)
)(
W aµ(x)− 1
g
∂µαa(x)− abcαb(x)W cµ(x)
)
,
6=1
2
M2VW
a
µW
aµ. (2.11)
5Para el caso de los quarks, y a fin de complementar la derivada covariante ante el SM completo, es necesario introducir un te´rmino
debido a los campos gauge (gluones) del grupo SU(3)c; Dcµ = −igs λa2 Gaµ. Donde gs es la constante de acople fuerte, λa la
matrices representacio´n de Gell-Mann y Gaµ los campos asociados a los gluones. La introduccio´n de esta nueva componente
de Yang-Mills, trae consigo problemas de conservacio´n de la unitariedad al producir gluones polarizados longitudinalmente en
propagacio´n “forward“. Para salvar este problemas es imperativo construir una componente de campos no f´ısicos denominados
lo campos Ghosts, que eliminan la posibilidad que la teor´ıa viole la conservacio´n de probabilidad al producir grados de libertad
no observables.
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Y de igual manera para el campo gauge Abeliano Bµ, podemos mostrar que un te´rmino masivo ana´logo violar´ıa
la simetr´ıa electrode´bil expl´ıcitamente. Por otro lado, si consideramos un te´rmino masivo tipo Dirac para los
campos de materia, dado por
Lmasa = −mψ¯ψ = −m
(
ψ¯LψR + ψ¯RψL
)
, (2.12)
encontramos que no es manifiestamente covariante bajo las acciones de simetr´ıa de isoesp´ın ya que aqu´ı los
fermiones derechos transforman como singletes y los fermiones izquierdos como dobletes de SU(2).
El gran problema en la implementacio´n de los te´rminos masivos radica en que al violar expl´ıcitamente la simetr´ıa
gauge local SU(2)L×U(1)Y , el modelo se hace no renormalizable; poniendo en duda la teor´ıa de perturbaciones
como la esencia formal en la determinacio´n de correcciones en los para´metros observables provenientes de los
experimentos. Es preponderante, por tanto, encontrar un me´todo que permita simulta´neamente la permanencia
de la simetr´ıa electrode´bil y que a su vez dilucide la naturaleza de las masas del espectro de part´ıculas de materia
y radiacio´n del SM.
2.2. Rompimiento Esponta´neo de la Simetr´ıa Electrode´bil (EWSSB)
En respuesta a un me´todo sistema´tico que permita mantener la simetr´ıa local del Modelo Esta´ndar Elec-
trode´bil mientras se da razo´n del origen dina´mico de las masas del espectro de part´ıculas, surge el denominado
mecanismo de Higgs [32]. La esencia del mecanismo se establece en el siguiente hecho; a trave´s de un conjunto
particular de transformaciones del lagrangiano invariante gauge, se consigue una teor´ıa con un espectro de
bosones gauge masivos. En el primer instante, el vac´ıo del modelo es degenerado (i.e existen varios campos que
cumplen las ecuaciones de Euler-Lagrange asociadas), y despue´s de escoger uno en particular, este mı´nimo del
potencial no es invariante bajo la simetr´ıa del lagrangiano. Se dice entonces que la simetr´ıa es esponta´neamente
rota cuando se escoge un estado de vac´ıo particular6 (i.e un vac´ıo con el espectro de bosones gauge masivos).
Debido a las generadores de simetr´ıa rotos, emergen al espectro campos escalares denominados los bosones de
Goldstone, los cuales, y en virtud a la localidad de la simetr´ıa gauge del lagrangiano, son los encargados de
dotar de masa a los bosones Gauge del modelo 7.
A fin de aclarar esta discusio´n heur´ıstica y poderla extrapolar al EWSM SU(2)L × U(1)Y , examinaremos un
ejemplo gauge local Abeliano U(1) donde el mecanismo de Higgs genera, a partir del Rompimiento Esponta´neo
de la Simetr´ıa (SSB), la masa del boso´n gauge presente en este modelo. El lagrangiano correspondiente para
dicho modelo es:
L = (Dµφ)∗ (Dµφ) + 1
2
µ2(φ∗φ)− 1
4
λ (φ∗φ)2 − 1
4
FµνF
µν . (2.13)
No hemos considerado au´n campos fermio´nicos. Debido a la Abelianidad de la teor´ıa, Fµν = ∂µAν − ∂νAµ.
Desde una manera similar a las relaciones (2.10a), la transformacio´n para el los campos φ(x) y Aµ(x) esta´ dada
por
φ(x)→ φ(x)′ = eiα(x)gφ(x), (2.14a)
Aµ(x)→ A′µ(x) = Aµ(x)− ∂µα(x). (2.14b)
Para que la teor´ıa sea invariante ante este conjunto de transformaciones la derivada covariante debe tener la
estructura Dµ = ∂µ + igAµ. As´ı, la imposicio´n de la localidad genera la interaccio´n del campo complejo con
6La unicidad del vac´ıo se establece en virtud a que la teor´ıa cua´ntica de campos exige esta condicio´n para llevar a cabo la
expansio´n perturbativa desde este nivel del potencial
7Este es el denominado teorema de Goldstone, el cual establece que el nu´mero de bosones de Goldstone es igual al nu´mero de
generadores del grupo de simetr´ıa rotos.
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el campo gauge. Para que el potencial este limitado por debajo, el para´metro asociado a los acoples cuarticos
debe ser λ > 0. Adema´s, Si µ2 < 0, el potencial asociado posee un u´nico mı´nimo en φ = 0 que preserva la
simetr´ıa del lagrangiano. Por otro lado si µ2 > 0, el lagrangiano tiene un conjunto continuo (en virtud a la
simetr´ıa) degenerado de vac´ıos. Estos mı´nimos del potencial residen en un circulo de radio µ/
√
λ,
〈|φ|2〉 = 〈φ1〉2 + 〈φ2〉2 = µ
2
λ
≡ ν2. (2.15)
El rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa se logra al escoger un mı´nimo espec´ıfico (en virtud a la condicio´n
de unicidad). En particular tomamos la configuracio´n en que solo el campo φ1 adquiere un Valor Esperado en
el Vac´ıo (VEV),
〈φ1〉 = µ√
λ
≡ ν, 〈φ2〉 = 0. (2.16)
Ahora es necesario expandir el lagrangiano alrededor el estado de vac´ıo 〈φ〉
φ(x) = ν +
1√
2
[η(x) + iχ(x)] . (2.17)
Con η(x) y χ(x) campos reales con VEV nulos. Reemplazando esta expansio´n en el lagrangiano (2.13), se llega
a que el SSB actu´a como:
L =
[
1
2
(∂µη) (∂
µη)− 1
2
µ2η2
]
+
1
2
(∂µχ) (∂
µχ)−
[
1
4
FµνF
µν − g2ν2AµAµ
]
− 2igνAµ∂µχ+ Lint. (2.18)
Con Lint el lagrangiano de interaccio´n (cuya forma expl´ıcita, en este nivel de la discusio´n, no es relevante).
Podemos observar tres grandes consecuencias sobre el lagrangiano libre en lo que al mecanismo SSB respecta.
En primera instancia el campo Aµ adquiere una masa deMA =
√
2qν, por accio´n del VEV. Segundo, el campo
de expansio´n η posee una masa de Mη = µ. Tercero, existe un campo no masivo χ que debera´ ser el boso´n de
Goldstone.
As´ı, al comienzo teniamos cuatro grados de libertad; 2 para el campo gauge (modos ortogonales con respecto
a la direccio´n de propagacio´n) y 2 para el campo complejo φ. Despue´s del SSB, tenemos aparentemente 5
grados de libertad; 3 para el campo Aµ masivo, uno para η y uno para χ. Esto da un indicio de la existencia
de un grado de libertad espu´reo (no-f´ısico) en el nuevo espectro de part´ıculas. La naturaleza de dicho te´rmino
queda al descubierto al analizar el te´rmino bilineal 2igνAµ∂µχ. Si consideramos la siguiente parametrizacio´n
del campo φ,
φ =
[
v +
1√
2
η(x)
]
eiχ(x)/v , (2.19)
y usando las transformaciones gauge locales (2.14) con la sustitucio´n
Aµ → Aµ − 1
gν
∂µχ(x), (2.20)
el te´rmino bilineal desaparece del lagrangiano. Esta escogencia del lagrangiano es establecida en el denominado
gauge unitario. En este gauge en particular todos los grados de libertad presentes en el lagrangiano son f´ısicos.
Con lo cual, el campo Aµ (con dos grados de libertad iniciales) ha absorbido el boso´n de Goldstone χ. Este
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procedimiento hace que el “foto´n” sea masivo (i.e con los tres grados de libertad naturales). Por tanto, se
puede ver como la componente asociada a la polarizacio´n longitudinal es prove´ıda por el boso´n de Goldstone.
Se dice, a este nivel, que la simetr´ıa local U(1) es esponta´neamente rota, estableciendo as´ı de manera completa
el denominado mecanismo de Higgs.
Este caso Abeliano permite, adema´s de ver sistema´ticamente el proceso del rompimiento esponta´neo de una
simetr´ıa continua, establecer una correpondencia entre los grados de libertad naturales con el comportamiento
de la simetr´ıa local que describe las interacciones presentes en todos los sectores del modelo. A continuacio´n
extenderemos al caso no-Abeliano del Modelo Esta´ndar Electrode´bil.
2.2.1. Mecanismo de Higgs en el Modelo Esta´ndar Electrode´bil
Ahora, para el estudio no-Abeliano del SSB es necesario generar las masas de los bosones vectoriales W± y Z
(manteniendo al foto´n no masivo) adema´s de las masas del contenido de materia del EWSM. El esquema de
SSB para el SMEW obedece al esquema SU(2)L × U(1)Y → U(1)Q, con Q la carga ele´ctrica, representando
el generador no roto del grupo total de simetr´ıa. As´ı necesitamos por lo menos tres grados de libertad para
los campos escalares. Desde un punto de vista minimal, la escogencia ma´s simple es un doblete complejo Φ de
campos escalares que transforma invariantemente bajo SU(2)L ,
Φ =
(
φ+
φ0
)
=
(
φ1 + iφ2
φ3 + iφ4
)
, (2.21)
con hipercarga Y = 1. Al Lagrangiano del SMEW (2.9), le adicionamos te´rminos invariantes de una parte
escalar,
LS = (DµΦ)† (DµΦ)− V (Φ). (2.22)
La derivada covariante se escribe como lo establecido en la relacio´n (2.7). El potencial considerado es construido
de tal manera que es invariante gauge, invariante Lorentz y renormalizable (lo cual se puede ver -en primera
instancia- desde la adimensionalidad del para´metro λ),
V (Φ) = µ2Φ†Φ+ λ
(
Φ†Φ
)2
. (2.23)
Para µ2 < 0, la componente neutral del doblete Φ desarrollara´ un VEV8,
〈Φ〉 ≡ 〈0|Φ|0〉 = 1√
2
(
0
ν
)
. (2.24)
Con ν2 = −µ2λ . En virtud a que
Q〈Φ〉 =
(
I3 +
Y
2
)
〈Φ〉 = 0, (2.25)
se espera que U(1)QED sea la simetr´ıa remanente en el lagrangiano despue´s de lograr el SSB. Ahora, consid-
eramos el corrimiento a primer orden en los campos para mirar el comportamiento del espectro de part´ıculas,
cuya parametrizacio´n se escribe como
8En virtud a que el potencial V (Φ) solo depende de Φ†Φ, la orientacio´n del vac´ıo no esta´ determinada. Siguiendo el caso de una
teor´ıa Abeliana, la direccio´n es tomada a trave´s de la parte real de la componente neutral Φ (φ3) (si el VEV esta´ en la direccio´n
cargada, la simetr´ıa U(1)Q no se preserva, permitiendo la presencia de fotones no f´ısicos)
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Φ(x) =
(
ψ1 + iψ2
1√
2
(ν + η)− iψ3
)
= eiψa(x)τ
a/v
(
0
1√
2
(ν + η(x))
)
. (2.26)
Donde los τa son 3 los generadores rotos del esquema SU(2)L×U(1)Y → U(1)Q. Segu´n el teorema de Goldstone,
el nu´mero de bosones de Goldstone generados despue´s del SSB es igual al nu´mero de generadores rotos
(asociadas a las tres matrices de Pauli). As´ı, de los 4 generadores originales, despue´s del SSB y con el fin
de garantizar que el foto´n se mantenga no masivo, trabajaremos con tres generadores rotos y un generador no
roto asociado a Q. Utilizando el gauge unitario, podemos llevar los campos ψa (i.e los bosones de Goldstone)
a cero:
Φ(x)→ e−iψa(x)τaΦ(x) = 1√
2
(
0
ν + η(x)
)
(2.27)
Podemos expandir el te´rmino cine´tico del Lagrangiano LS (2.22) haciendo uso de la expresio´n para la derivada
covariante (2.7) con Y = 1:
(DµΦ)† (DµΦ) = |DµΦ|2 =
∣∣∣∣(∂µ − ig τa2 W aµ − ig′Y2 Bµ
)
Φ
∣∣∣∣2
=
1
2
∣∣∣∣(∂µ − i2 (gW 3µ + g′Bµ) − ig2 (W 1µ − iW 2µ)− ig2 (W 1µ + iW 2µ) ∂µ + i2 (gW 3µ − g′Bµ)
)(
0
ν + η
)∣∣∣∣2
=
1
2
(∂µη)
2 +
1
8
g2 (ν + η)2 |W 1µ + iW 2µ |2 +
1
8
(ν + η)2|gW 3µ − g′Bµ|2 (2.28)
Al redefinir nuevos campos, encontramos los autoestados de masa (i.e los estados diagonales de la matriz de
masa de los bosones gauge),
W±µ =
1√
2
(
W 1µ ∓ iW 2µ
)
, Zµ =
gW 3µ − g′Bµ√
g′2 + g2
, Aµ =
gW 3µ + g
′Bµ√
g2 + g′2
. (2.29)
con masas,
mW =
1
2
gν; mz =
1
4
ν
√
g2 + g′2, MA = 0. (2.30)
As´ı, el SSB obedece un esquema SU(2)L×U(1)Y → U(1)Q creando un espectro de tres bosones de Goldstone,
que han sido absorbidos por las partes longitudinales de los bosones W± y Z, dotandolos de masa. Debido a
que la simetr´ıa remanente es U(1)Q, el foto´n es no masivo bajo este esquema.
Consideremos ahora como el mecanismo de Higgs dota de masa al sector fermio´nico del SM. Las masas de los
fermiones pueden ser obtenidas a partir del mismo doblete Φ (Y = 1), y del isodoblete Φ˜ = iτ2Φ
∗. Para el
contenido de materia, introducimos un Lagrangiano de Yukawa invariante ante SU(2)L × U(1)Y 9,
−LY = χldij L¯iΦljdR + χluij L¯iΦljuR + χdijQ¯iΦqjdR + χuijQ¯iΦ˜qjuR + h.c. (2.31)
9A fin de tener una teor´ıa ma´s completa, se introduce la parte right del sector up de los leptones (i.e en virtud a que los neutrinos
son masivos) solo con el fin de construir un lagrangiano sime´trico para todo el sector fermio´nico del modelo. Para el SM dicho
acople desaparece.
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La suma se hace sobre los ı´ndices repetidos i, j (que denotan la familia de los leptones o de los quarks).
Los acoples χij son para´metros libres destinados a definir las reglas de Feynman asociadas a los ve´rtices de
interaccio´n entre el Higgs y los fermiones del modelo. Si tomamos el ejemplo de la primera generacio´n de
leptones en el sector down, tenemos
−LY e = 1√
2
χe
(
ν¯e, e¯
)
L
(
0
ν + η
)
eR +
1√
2
e¯R
(
0, ν + η
)(νe
e
)
L
=
1√
2
χe(ν + η) [e¯LeR + e¯LeR] . (2.32)
Aqu´ı χe ≡ χe11. El te´rmino de masa es por ende
me =
1√
2
χeν. (2.33)
De igual manera, tenemos para los sectores up y down de los quarks,
mu =
1√
2
χuν, md =
1√
2
χdν. (2.34)
Se observa como en el sector fermio´nico del SM se tienen acoples de Yukawa ma´s generales a fin de incorporar
mezclas de sabores. As´ı un doblete escalar sencillo no solo genera las masas para los bosones gauge si no tambie´n
genera las masas para los fermiones del SM. Desafortunadamente, las distintas jerarqu´ıas en las masas de los
fermio´nicos aun no tienen una explicacio´n formal bajo la implementacio´n de este esquema minimal.
2.3. Interacciones presentes en el SM
Despue´s de establecer el mecanismo de Higgs, es imperativo considerar el sector dina´mico del SM minimal
analizando en toda su extensio´n las diferentes interacciones en los distintos sectores (netamente boso´nico
escalar, netamente boso´nico vectorial, fermio´nico-boso´nico escalar, fermio´nico-boso´nico vectorial) de la teor´ıa.
2.3.1. Interacciones de los bosones vectoriales
Los ve´rtices asociados se obtienen de la parte no cuadra´tica del lagrangiano (2.1). Estas contribuciones
provienen de te´rminos trilineales y cuadrilineales en los bosones vectoriales. Los ve´rtices trilineales tienen
la estructura 10:
Lγww = iζγww
(
AµW
−
ν
←→
∂ µW+ν +W−µ W+ν
←→
∂ µAν +W+µ Aν
←→
∂ µW−ν
)
(2.35)
Lzww = iζzww
(
ZµW
−
ν
←→
∂ µW+ν +W−µ W+ν
←→
∂ µZν +W+µ Zν
←→
∂ µW−ν
)
. (2.36)
Para el modelo esta´ndar ζγww = g sin θw = e y ζ
z
ww = g cos θw. El a´ngulo de Weinberg θw se relaciona con las
constantes de acople a partir de:
tan θw =
g′
g
. (2.37)
10A lo largo del texto utilizaremos una notacio´n especial para caracterizar los acoples, que se basa en dejar expl´ıcita solo la
estructura de Lorentz del modelo. Esto se hace para que los ca´lculos sean -hasta cierta medida- independientes del modelo
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Debido a que los lagrangianos de las contribuciones trilineales son antisime´tricos ante las permutaciones de
los campos W+µ ,W
−
µ y Aµ (Zµ) y de sus derivadas parciales, las reglas de Feynman pueden transformarce en
relaciones que contienen los cuadrimomentos de los estados presentes en el ve´rtice, por medio del tensor11
Jλµν(k, p, q) = (k− − k+)νgλµ + (k+ − q)λgµν + (q − k−)µgλν . (2.38)
Esto queda representando en la Figura 2.1
k+
k−
q
W+µ
W−λ
Aν , Zν
W+
W−
W+, Z0, γ
W−, Z0, γ
Figura 2.1.: Interacciones trilineales y cuadrilineales de los bosones gauge.
Las interacciones cuadrilineales que emergen del lagrangiano (2.1), las cuales se encuentran representadas en
el lado derecho de la Figura (2.1), son:
Lwwww = ζwwww
(
W−µ W
−µW+ν W
+ν −W−µ W+µW−ν W+ν
)
, (2.39)
Lγγww = ζγγww
(
W−µ W
+µAνA
ν −W−µ AµW+ν Aν
)
, (2.40)
Lzzww = ζzzww
(
W−µ W
+µZνZ
ν −W−µ ZµW+ν Zν
)
, (2.41)
Lzγww = ζzγww
(−2W−µ W+µAνZν +W−µ ZµW−ν Aν +W−µ AµW+ν Zν) . (2.42)
Para el SM estos acoples tienen la forma:
ζwwww =
1
2
g2, (2.43)
ζγγww = −e2, (2.44)
ζzzww = −g2 cos2 θw, (2.45)
ζzγww = g
2 sin2 θw cos θw. (2.46)
2.3.2. Interacciones de los leptones con los bosones gauge
Considerando solo el sector lepto´nico del lagrangiano 2.8, y sustituyendo las derivadas covariantes respectivas,
se llega a
11Este tensor cumple con la propiedad de t’Hooft,
pµJλµν(k, p, q) = (−q2gλν + qλqν)− (−k2gλν + kλkν).
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LKF =
3∑
i=1
[
L¯iiγµ
(
∂µ − igTaW aµ − ig′
Y
2
Bµ
)
Li + l¯iRiγ
µ
(
∂µ − ig′Y
2
Bµ
)
liR
]
. (2.47)
L(ν)
L(le)
W−
L¯(le)
L(le)
γ
L¯(le)
L(le)
Z
L¯(ν)
L(ν)
Z
Figura 2.2.: Interacciones de los bosones gauge con los leptones.
Al escribir este lagrangiano en te´rminos de los autoestados de masa, de acuerdo a las tranformaciones (2.29), se
obtienen dos maneras en las que la parte electrode´bil actu´a sobre los leptones. La primera de ellas esta´ relaciona-
da con el sector “no-diagonal” (en la misma generacio´n) del lagrangiano, el cual reproduce las denominadas
corrientes cargadas (CC) acopladas a los bosones gauge W±. La forma de esta contribucio´n es
Lcc = ηwff
∑
i
L¯i(ν)γ
µ
(
awffPL + b
w
ffPR
)
Li(le)W
+
µ + h.c. (2.48)
Para el SM, los acoples son ηwff = −g/
√
2, awff = 1 y b
w
ff = 0 (estos valores hacen que este canal interaccion
sea preferente a u´nicamente las partes izquierdas de los leptones). Este ve´rtice se ve establecido en el panel
extremo izquierdo de la Figura (2.2). La interaccio´n electromagne´tica emergente del sector “diagonal” posee
la forma
Lem = ηγff¯
∑
i
L¯i(le)γ
µLi(le)Aµ (2.49)
Para el SM, ηw
ff¯
= −g sin θw = −e. Esta interaccio´n abarca -indiferentemente- tanto a la parte izquierda como a
la parte derecha de los leptones (eµτ) (es necesario enfatizar que aqu´ı Li(le) contiene ahora las dos quiralidades).
Este ve´rtice se encuentra esquematizado en la parte central izquierda de la Figura 2.2. La u´ltima contribucio´n
diagonal representa el acople de las corrientes de´biles neutras (NC) debidas a la presencia del boso´n Zµ,
Lnc = ηzff¯
∑
i
[
L¯i(le)γ
µ
(
azffPL + b
z
ffPR
)
Li(le)Zµ + L¯
i
(ν)γ
µ
(
azfνfνPL + b
z
fνfνPR
)
Li(ν)Zµ
]
(2.50)
Para el SM, el acople universal es ηz
ff¯
= −g/ cos θw. Los coeficientes quirales de los leptones pesados, se
relacionan con las partes axiales y vectoriales a trave´s de:
azff =
cv − ca
2
, (2.51a)
bzff =
cv + ca
2
. (2.51b)
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Estos acoples axiales y vectoriales quedan descritos por:
Cv = I
3
f − 2Qf sin2 θw; Ca = I3f . (2.52)
Con I3f = ±1/2 el isoesp´ın de´bil de los fermiones “left-handed” y con Qf la carga del fermio´n. En virtud a que
estos acoples pueden extenderse al sector de los neutrinos izquierdos, se determina que en el SM estos tienen
la estructura:
azfνfν = 1; b
z
fνfν = 0. (2.53)
2.3.3. Interacciones de los quarks con los bosones gauge
Las interacciones de los quarks con los bosones gauge se pueden extender casi de manera directa con la excepcio´n
del sector no-diagonal que representa a las corrientes cargadas. Esto es en virtud a que los autoestados gauge
(asociados a las CC) de los quarks q′ no son ide´nticos a los autoestados de masa. Si comenzamos con quarks del
tipo up en autoestados de masa, en el sector down de los quarks los dos conjuntos esta´n conectados mediante
una transformacio´n unitaria:
(d′, s′, b′) = U(d, s, b), (2.54)
donde U es la matriz 3× 3 de Cabbibo-Kobayashi-Maskawa. La unitariedad de U garantiza que las corrientes
neutras sean diagonales en ambas bases. Este u´ltimo estamento representa el denominado mecanismo de GIM,
el cual asegura la ausencia de cambios de sabor en corrientes neutras (FCNC) a nivel a´rbol en el SM. En virtud
a que los neutrinos son asumidos no-masivos en el SM, para los leptones, los autoestados de masa coinciden
con los autoestados gauge CC. Con el fin de mirar expl´ıcitamente el comportamiento de todas las interacciones
en el sector de quarks (en especial las CC), escribiremos el lagrangiano asociado a este tipo de procesos por
medio de un procedimiento ana´logo a la primera parte de la seccio´n 2.3.2:
Lqcc = ηwqq
∑
ij
Q¯i(u)γ
µ
(
cwqqPL + d
w
qqPR
)
UijQ
j
(d)W
+
µ + h.c. (2.55)
Aqu´ı Qi(u) es el quark tipo up de la familia i = u, c, t , y Q
j
(d)
es el quark tipo down de la familia j = d, s, b.
Para el SM, ηwqq = −g/
√
2, cwqq = 1 y d
w
qq = 0 (como se presenta en los leptones). El diagrama de Feynman
asociado a este canal se encuentra representado en lado externo izquierdo de la Figura 2.3. Por otro lado, para
la parte electromagne´tica tenemos
Lem = ηγqq¯
∑
i
Q¯iγµQiAµ. (2.56)
Aqu´ı Qi hace alusio´n a quarks de cualquier sector up o down. En el SM, η
γ
qq¯ = −e = −g sin θw. Para e´ste
proceso, el diagrama de Feynman se encuentra representado en el lado central-izquierdo de la Figura 2.3. Las
corrientes neutras para los quarks poseen una forma ana´loga a la obtenida para el sector lepto´nico. Esto es
Lqnc = ηzqq¯
∑
i
[
Q¯i(u)γ
µ (azuuPL + b
z
uuPR)Q
i
(u)Zµ + Q¯
i
(d)γ
µ (azddPL + b
z
ddPR)Q
i
(d)Zµ
]
. (2.57)
Los acoples axiales y vectoriales -down y up- aqu´ı escritos cumplen con las mismas relaciones (2.51a) y (2.51b),
las cuales fueron conseguidas para el caso lepto´nico. Cada sector de este canal de interaccio´n se encuentra en
el lado derecho de la Figura 2.3.
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qui
qdj
W−
q¯
q
γ
q¯d
qd
Z
q¯u
qu
Z
Figura 2.3.: Interacciones de los bosones gauge con los quarks.
2.3.4. Interacciones del campo de Higgs con los bosones gauge
Estos acoplamientos son obtenidos desde la parte cine´tica del lagrangiano del Higgs Ls (relacio´n 2.22). Sigu-
iendo la expansio´n presentada en el desarrollo (2.28), y llevando esta expresio´n en te´rminos de los autoestados
de masa, se encuentra que (con η = h)
LBh = 1
4
(ν + h)2W−µ W
+µ +
1
8
(ν + h)2
g2
cos2 θw
ZµZ
µ. (2.58)
En este sector podemos indentificar el siguiente conjunto de interacciones trilineales y cuadrilineales:
Lhww = χhwwW−µ W+µh, (2.59)
Lhzz = χhwwZµZµh, (2.60)
Lhhww = χhhwwW−µ W+µhh, (2.61)
Lhhzz = χhhzzZµZµhh. (2.62)
Con los acoples para el SM minimal son,
χhww = gmw; χ
h
ww = gmz; χ
hh
ww =
1
4
g2; χhhzz =
1
8
(
g2 + g
′2
)
.
Estas interacciones se encuentran esquematizadas (por pares) en la parte izquierda y central de la Figura 2.4.
W+, Z0
W−, Z0
h
W+, Z0
W−, Z0
h
h
ψ¯
ψ
h
Figura 2.4.: (Izq.) Interacciones trilineales y (centro) cuadrilineales entre los bosones gauge y el higgs minimal.
(Der.) Interacciones de los fermiones y el higgs minimal.
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2.3.5. Interacciones de los fermiones con el Higgs
Estos acoples se obtienen desde el sector de Yukawa (2.31) de la contribucio´n del Higgs. Para un campo de
materia ψ, dicho sector se transforma en:
LY = −χ
ψ
√
2
(ν + h)
(
ψ¯LψR + ψ¯RψL
)
, (2.63)
con χψ el acople de Yukawa (en este nivel de la discusio´n solo se considerara´n te´rminos diagonales en la
expresio´n (2.31)). Despue´s de hacer expl´ıcito el hecho que ψ¯ψ = ψ¯LψR+ ψ¯RψL, obtenemos el te´rmino de masa
siguiendo un procedimiento similar al presentado para obtener los te´rminos (2.33)
mψ =
χψν√
2
, (2.64)
Que es va´lido para los campos de materia que pueden ser desdoblados tanto en su parte izquierda como en su
parte derecha. Lo anterior permite encontrar la interaccio´n entre el Higgs y el campo de materia ψ,
Lhψψ = χhψψψ¯ψh (2.65)
En el SM, χhψψ = −gmψ/(2mw). Este canal de interaccio´n se encuentra representado en la parte derecha de la
Figura 2.4.
2.3.6. Autointeracciones del Higgs
Estos acoples son obtenidos desde el potencial del lagrangiano escalar LS (2.22) cuando se realiza la sustitucio´n
del doblete en el gauge unitario (2.27):
LV = −λ
(
1
2
(ν + h)2 − ν
2
2
)2
. (2.66)
Ademas, su expansio´n permite que aparezcan contribuciones cu´bicas y cuarticas para las autointeracciones del
Higgs,
Lhhh = χhhhh3, (2.67)
Lhhhh = χhhhhh4. (2.68)
En el SM minimal estos acoples llegan a ser,
χhhh = −λν = −
1
4
gm2h
mw
,
χhhhh = −
λ
4
= − 1
32
g2m2h
m2w
. (2.69)
Los diagramas de Feynman asociados son:
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h
h
h
h
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Figura 2.5.: Autointeracciones cu´bicas y cuarticas del Higgs minimal.
2.4. Limitantes Fenomenolo´gicos y de Precisio´n del Modelo Esta´ndar
Esta seccio´n esta´ inspirada en realizar un estatus correspondiente a las mediciones de precisio´n del sector
escalar del SM, conviertendose en una forma de determinar diferentes restricciones a la regio´n desconocida
de los para´metros que en la teor´ıa emergen. As´ı estos estudios establecen una relacio´n muy estrecha con los
limitantes asociados a la consistencia interna del modelo, como es el caso especial -para este texto- de la
unitariedad de la teor´ıa.
2.4.1. Bu´squedas Experimentales para el Boso´n de Higgs Minimal
En realidad, establecer la existencia de un boso´n de Higgs minimal es un proceso muy sensible a la f´ısica
introducida por el mecanismo de rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa electrode´bil, que necesita por tanto
un ana´lisis muy cuidadoso en lo que a la fenomenolog´ıa de su verdadero comportamiento respecta. Despue´s
de completar todos los estudios de alta precisio´n para las part´ıculas boso´nicas y fermio´nicas del espectro del
SM (terminado hasta los an˜os 1995-2000 con el descubrimiento experimental del quark top y del neutrino ντ ),
el mayor objetivo de los grandes aceleradores se convirtio´ en detectar el para´metro mh asociado al mecanismo
de Higgs. Esto es debido a que bajo la hipo´tesis en mh, las secciones eficaces y las fracciones de decaimiento
de cada modo pueden ser predecidas, lo cual permite bu´squedas combinadas con datos de variados canales
de decaimiento. A continuacio´n daremos un estatus actualizado de dichas bu´squedas, donde se incluyen los
re´gimenes de exclusio´n para diferentes canales y energ´ıas del centro de masa, como tambie´n de la luminosidad
integrada que se consigue en cada uno de los experimentos.
Bu´squedas en el LEP
El boso´n de Higgs minimal fue objeto de bu´squeda directa en el colisionador LEP a trave´s del proceso e+e− →
Zh en energ´ıas del centro de masa por encima del polo de la part´ıcula Z hasta
√
s = 209 GeV. El boso´n de
Higgs decae a part´ıculas pesadas (para el LEP del tipo bb¯ y τ τ¯) cinema´ticamente accesibles, mientras que el
boso´n Z decae en cerca del 70% de las veces a jets (analizados a trave´s del mecanismo de Drell-Yan), 20% a
neutrinos, y el 10% a leptones cargados. Las cuatro colaboraciones del LEP (ALEPH, DELPHI, L3 y OPAL)
[76], imponen, con un nivel de confianza del 95%, un l´ımite inferior en la masa del Higgs,
mh > 114.4 GeV . (2.70)
Si se involucra nuevas part´ıculas no contempladas por el SM, las cuales son los productos del decaimiento
del Higgs este l´ımite puede variar si las fracciones de desintegracio´n (branching ratios) son lo suficientemente
grandes o´ si el Higgs suprime los acoples al Z en los modelos ma´s alla del SM. Por ejemplo, un boso´n de
Higgs con acoples de un orden de magnitud ma´s pequen˜as al acople del SM hZZ ha sido buscado en las
colaboraciones del LEP para el re´gimen mh < 80 GeV.
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Bu´squedas en el Tevatron
Las tazas de produccio´n en el Tevatron para el boso´n de Higgs minimal son establecidas en la Figura 2.6 [77].
All´ı se observa como la taza ma´s significativa se presenta en el subproceso gg → h parto´nico.
Figura 2.6.: (Izq.) Secciones eficaces (fb) de produccio´n del boso´n de Higgs minimal en el Tevatron (
√
s = 1.96
TeV) para los mecanismos ma´s relevantes como una funcio´n de la masa del boso´n de Higgs. Los
resultados para gg → h, qq → V h y bb¯→ h esta´n en el NNLO (Next-Next Lowest Order) en QCD.
(Der.) La fusio´n de bosones de´biles (V V → qqh) y la produccio´n de tt¯ esta´n en la precisio´n NLO
(Next Lowest Order). Fracciones de decaimiento del boso´n de Higg del SM en diferentes pares de
leptones, quarks y bosones gauge como funcio´n de mh.
Para los decaimientos (2.6), el proceso dominante en el re´gimen mh < 140 GeV proviene de los pares bb¯.
Desafortunadamente el “background” supera por varios ordenes de magnitud la sen˜al, siendo as´ı dif´ıcil extraer
alguna sen˜al del Higgs desde el canal conjunto gg → h→ bb¯. Para mh > 140 GeV, la fraccio´n del canal WW ∗
(W ∗ representa unW virtual con un decaimiento preferencialW ∗ → f f¯) crece a medida que incrementa la masa
del boso´n de Higgs incrementa y llega ser relativamente grande cerca al umbral de W+W−. Usando este canal
y en virtud a la estad´ıstica, los experimentos del Tevatron han exclu´ıdo el rango espec´ıfico 156 < mh < 177
GeV (Figura 2.8) en el 95% C.L.
g
g
t
t
t h
q¯
q
W,Z
h
W,Z
Figura 2.7.: (Izq) Produccio´n del Higgs desde la fusio´n de gluones. La contribucio´n dominante proviene de un
loop de quarks top. (Der) Produccio´n asociada de Higgs y de bosones gauge vectoriales.
Para bu´squedas en el Tevatron de bosones de Higgs ligeros cercanos al l´ımite del LEP, mh ≈ 114 GeV, es usada
primariamente la produccio´n asociada al canal qq¯ → W (z)h (con un intercambio virtual (W,Z), lado derecho
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Figura 2.8.: (Izq)L´ımites superiores observados y esperados (medida por la hipo´tesis del background u´nico) en
las fracciones de las secciones eficaces del SM en el 95% de confiabilidad, como una funcion de la
masa del boso´n de Higgs para los ana´lisis combinados de las colaboraciones CDF y DO/ . Los l´ımites
son expresados como una multiplicidad de predicciones del SM para masas de prueba (testeadas
cada 5 GeV/c2) para los cuales ambos experimentos han presentados bu´squedas extensivas en los
diferentes canales. Las bandas indican el 68% y el 95% de las regiones de probabilidad donde los
l´ımites pueden fluctuar en la ausencia de alguna sen˜al [78]. (Der) Distribuciones de 1-CLs como
una funcio´n de la masa del boso´n de Higgs para la combinacio´n de los ana´lisis de CDF y DO/ .
de la Figura (2.7)). Aunque la seccio´n eficaz es ma´s reducida que el canal de fusio´n parto´nico de gluones, el
producto de decaimientos de los bosones Z oW pueden ser identificados para reducir los efectos de background.
Los l´ımites del Tevatron son normalizados a los esperados para el SM y para 114 GeV < mh < 170 GeV esta´n
entre factores de 3− 7 por encima de las predicciones del SM (Figura 2.4.1).
2.4.2. Perspectivas de las bu´squedas tempranas en el LHC
Los recientes resultados mostrados por las colaboraciones CMS y ATLAS para el estudio de la interaccio´n pp
en el LHC ha llegado a una etapa crucial en el ana´lisis total de datos conseguidos en los u´ltimos dos an˜os. En
el 2011, el LHC alcanzo´ una luminosidad integrada de 5.6 fb−1 de colisiones pp en una energ´ıa de centro de
masa de 7 TeV. A continuacio´n se planteara´ de manera detallada como las colaboraciones CMS y ATLAS han
hecho dichas combinaciones a trave´s de prescripciones estad´ısticas particulares que determinan los diferentes
re´gimenes de exclusio´n para la bu´squeda en un amplio rango de masas del boso´n de Higgs minimal en diferentes
canales de decaimiento.
Colaboracio´n CMS
La combinacio´n asociada hizo uso de la produccio´n del Higgs a trave´s de los canales: h→ γγ, h→ ττ , h→ bb,
h→ WW ∗ → 2l2ν, h→ ZZ∗ → 4l, h→ ZZ → 2l2τ , h→ ZZ → 2l2ν y h→ ZZ → 2l2q con una luminosidad
integrada cercana a los 4.8 fb−1 12.
Canal H → γγ
Los ana´lisis son presentados en [34], desde la base de datos correspondientes a 1.66 fb−1 tomados a lo largo
del 2011 por el experimento CMS (
√
s = 7 TeV). Los l´ımites son ubicados sobre la seccio´n eficaz del boso´n
12Con el fin de ver la influencia de las luminosidades integradas, en algunos canales, colocamos los ana´lisis ma´s fuertes provenientes
de dos valores de esta. Aqu´ı el valor ma´s alto supera en cerca de tres veces al primer valor muestral de la luminosidad integrada.
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Figura 2.9.: L´ımites superiores observados y esperados en el 95% de confiabilidad sobre las fracciones de la
secciones eficaces del SM, en funcio´n de la masa del boso´n de Higgs en los ana´lisis combinados de
las colaboraciones CDF y DO/ . Los l´ımites son expresados como un multiplo de las predicciones
en el SM para los cuales las colaboraciones han realizado una bu´squeda intensiva en diferentes
canales. Las contribuciones WH/ZH con H → bb¯ y los canales ττ/γγ contribuyen en el re´gimen
de mh ≤ 150 GeV. Los canales h → WW y HW → WWW contribuyen al re´gimen para el
cual mh ≥ 115 GeV. Las bandas indican las regiones de probalilidad del 68% y 95% donde los
l´ımites pueden fluctuar en la ausencia de una sen˜al. Tambie´n se muestran los l´ımites superiores
esperados para todos los canales combinados de los experimentos CDF y DO/ , como tambie´n la
regio´n exclu´ıda por el LEP [79].
40
2.4. Limitantes Fenomenolo´gicos y de Precisio´n del Modelo Esta´ndar
de Higgs del SM decayendo a dos fotones y sobre la hipo´tesis de un Higgs fermiofo´bico (i.e los acoples con
los fermiones desaparacen) decayendo a dos fotones. El l´ımite de exclusio´n esperado en el 95% de nivel de
confiabilidad (CL) se encuentra entre 2.7 y 4.7 veces la seccio´n eficaz del SM, y el l´ımite observado fluctu´a en
cerca de 1.3 a 8 veces la seccio´n eficaz del Modelo Esta´ndar. Para el modelo fermiofo´bico, el l´ımite de exclusio´n
en el 95% esperado cubre el rango de masas entre 110-115 GeV/c2, mientras que los datos excluyen solo el
rango de masas de 110-112 GeV/c2.
En ana´lisis posteriores se usa una luminosidad integrada de 4.8 fb−1 (para un conjunto total de datos a
noviembre de 2011 con
√
s = 7 TeV). Los l´ımites de exclusio´n en el 95% de CL se encuentra entre 1.5 y 2.0
veces la seccio´n eficaz del SM en el rango de masas entre 110 y 140 GeV/c2, y el l´ımite observado desfavorece
en un 95% CL un Higgs del Modelo Esta´ndar decayendo en dos fotones en el rango de masas de 127 a 131
GeV/c2 [35].
Canal H → ττ
Los ana´lisis se encuentran presentados de una manera amplia en [36]. Estos se encuentran basados en una
muestra correspondiente a una luminosidad integrada de 1.1 fb−1 alcanzados por el experimento CMS (
√
s = 7
TeV). Esta bu´squeda usa el decaimiento del boso´n de Higgs a una pareja de leptones τ . Se incluyen los casos
donde el boso´n de Higgs es producido en asociacio´n con un jet de quarks-b (utilizada en la bu´squeda de f´ısica
del Modelo Supersime´trico Esta´ndar Minimal -MSSM-) o dos jets “forward” provenientes de la produccio´n del
Higgs a trave´s de la fusio´n de bosones vectoriales (bu´squeda del Modelo Esta´ndar). Ningu´n exceso es observado
en el espectro de la masa invariante de la pareja-tau. Los l´ımites superiores resultantes sobre la seccio´n eficaz
de produccio´n del boso´n de Higgs. Los l´ımites superiores resultantes de la seccio´n eficaz de produccio´n del
boso´n de Higgs multiplicado por la razo´n de fraccio´n de decaimiento a los pares-τ , como una funcio´n de la
masa del boso´n de Higgs pseudoescalar, produce limitantes muy fuertes en el espacio de para´metros del MSSM.
Los datos analizados provienen de una muestra total de datos de 4.6 fb−1 (
√
s = 7 TeV) alcanzados en todo el
2011 por CMS en el mismo proceso de decaimiento del Higgs a una pareja de leptones τ (donde los τ poseen un
momento transversal relativamente grande, o´ incluyendo la produccio´n del Higgs a trave´s de un jet-b o de dos
jets provenientes de la fusio´n de bosones vectoriales). Para esta muestra ma´s amplia, de nuevo ningu´n exceso
de datos es observado en el espectro de masa invariante de la pareja τ . Los l´ımites superiores resultantes sobre
la seccio´n eficaz produccio´n del boso´n de Higgs multiplicado por la fraccio´n de decaimiento a los leptones τ ,
como una funcio´n de la masa del boso´n pseudoescalar del MSSM, producen limitantes muy fuertes para el
espacio de dicho modelo minimal de SUSY. Por ejemplo se excluyen valores de la tan β tan bajos como 7.8 en
masas de mA = 160 GeV. En el caso del Modelo Esta´ndar, los datos excluyen en un 95% CL a un boso´n de
Higgs minimal que tenga una seccio´n eficaz entre 2.8 y 6.3 veces con respecto a la asocida al SM [37].
Canal H → bb
La bu´squeda del Higgs en este canal se encuentra basada en una muestra de datos correspondiente a una
luminosidad integrada de 4.7 fb−1 (
√
s = 7 TeV). los estudios presentados en [38] son ana´lisis basados en la
produccio´n de Higgs en adicio´n a bosones vectoriales V -H con los siguientes modosW (µν)H,W (eν) H, Z(µµ)
H, Z(ee) H y Z(νν) H, y todos con el Higgs decayendo a parejas bb. Los l´ımites superiores aqu´ı conseguidos
sobre la produccio´n de VH son derivados para una masa del boso´n de Higgs entre 110-125 GeV. El l´ımite
superior esperado (observado) en el 95 % CL en 115 GeV se encuentra en 3.1 (5.2) veces los esperado por el
SM.
Canal H →WW ∗ → 2l2ν
La luminosidad integrada aqu´ı conseguida -en primera instancia- fue de 1.5 fb−1 correspondiende al decaimiento
del Higgs en una pareja W+W−. Los candidatos de W+W− son seleccionados en eventos con dos leptones
(electrones o muones). Ningu´n exceso relevante arriba de lo esperado por el background del Modelo Esta´ndar
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es encontrado. Los l´ımites superiores impuestos colocados por este tipo procesos excluyen la presencia del
boso´n de Higgs en un 95 % CL en el rango de masas [147-194] GeV [39].
Para una luminosidad integrada de 4.6 fb−1 (
√
s = 7 TeV) y con la seleccio´n de candidatos de dos leptones en
estados finales de W+W− (adema´s de candidatos de energ´ıa transversal perdida). Ningu´n exceso con respecto
al SM es observado. Con este nuevo conjunto datos se logro excluir a un boso´n de Higgs del SM con una masa
en el rango de 129-270 GeV en el 95 % C.L. [40].
Canal H → ZZ∗ → 4l
La bu´squeda en este canal se encuentra basada en una muestra de datos correspondiente a una luminosidad
integrada cercana a los 4.71 fb−1 para el canal de decaimiento h → ZZ∗, donde cada boso´n Z decae a
una pareja de muones o electrones. Las bu´squedas aqu´ı establecidas cubre una masa de Higgs hipote´tica en
110 < mh(GeV ) < 600. 72 eventos fueron observados a trave´s de este modo con una masa invariante de 4
dada por m4 > 100 GeV (trece se encuentran debajo de los 160 GeV), mientras que 67.1 ± 6.0(9.5 ± 1.3)
eventos son esperados a ser del background de procesos del Modelo Esta´ndar. Su distribucio´n de masas para
4 es consistente con lo esperado por el continuo del SM en la produccio´n de pares ZZ∗, sin ningu´n exceso
significante en el rango en estudio. Los l´ımites superiores en el 95% de CL sobre la seccio´n eficaz y la fraccio´n
de decaimiento excluyen al Higgs del Modelo Esta´ndar en los rangos 134 < mh < 158 GeV, 180 < mh < 305
GeV y 340 < mh < 465 GeV [41].
Canal h→ ZZ∗ → l+l−τ+τ−
En [42] se obtuvieron ana´lisis de una muestra correspondiente a una luminosidad integrada de 4.7 fb−1. Ninguna
evidencia es encontrada para un desviacio´n significativa de los esperado para el SM y un l´ımite superior en el
95 % CL sobre el producto de la seccio´n eficaz y de las fracciones de decaimiento para el boso´n de Higgs del
SM. Se excluyen secciones eficaces entre un factor de 4 y 7 veces ma´s grandes que la predecidas para la masa
de un Higgs del SM en el rango de 190 < mh < 500 GeV.
Canal h→ ZZ∗ → 2l2ν
Los datos correspondendientes (con una energ´ıa de centro de masa de 7 TeV) a este canal representan una
luminosidad integrada de 4.6 fb−1 (l = e, µ). Ningu´n exceso significante por encima de lo esperado por el
background del SM se ha encontrado en los ana´lisis preliminares de este modo. El boso´n de Higgs del Modelo
Esta´ndar es exclu´ıdo en el rango de masas de 270-440 GeV en un 95% de nivel de confianza [43].
Canal h→ ZZ∗ → qq¯l−l+
Los resultados esta´n basados en una muestra correspondiente a una luminosidad integrada de 4.6 fb−1 recolec-
tados por la colaboracio´n CMS en el 2011 (
√
s = 7 TeV). Las selecciones para la discriminacio´n entre la sen˜al y
el background esta´n basados sobre cantidades cinema´ticas y topolo´gicas incluyendo las correlaciones de esp´ın
de los productos de decaimiento. Los eventos son adema´s clasificados para los ana´lisis llevados a cabo en [44]
de acuerdo a la probabilidad de los jets de originar quarks pesados o ligeros, o de originar gluones. Ninguna
evidencia para un Higgs es encontrada y l´ımites superiores sobre la produccio´n del boso´n de Higgs pueden ser
impuestos desde estas medida. Por ejemplo, se encuentra que las secciones eficaces de produccio´n del Higgs se
establecen en el rango de masas entre 130 GeV y 600 GeV.
Combinacio´n de los diferentes canales
Por medio de la prescripcio´n del LHC-Higgs Combination Group [45], en [46] hacen el ana´lisis correspondiente
de los canales ya descritos del CMS para producir los diferentes re´gimenes combinados de exclusio´n para la
hipo´tesis del Higgs del Modelo Esta´ndar. A fin de mirar lo anterior, la Figura 2.10 muestra el valor CLs para el
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boso´n de higgs del SM como funcio´n de su masa. Los valores observados son mostrados por la l´ınea so´lida. La
l´ınea puntedada indica el valor de la media esperada de CLs, mientras que la bandas amarilla y verde indican
los rangos ±1σ (68%) y ±2σ (95%) en el que los resultados observados son esperados a residir para la hipo´tesis
del background u´nico. Las l´ıneas horizontales indican los valores CLs de 0, 01, 0.05 y 0.1. Las regiones donde los
valores CLs observados que se encuentran debajo de esas l´ıneas son exclu´ıdos con los correspondientes 1-CLs
niveles de confianza 99%, 95% y 90%.
Figura 2.10.: El valor de CLs para la hipo´tesis del Higgs del SM como una funcio´n de la masa del boso´n de
Higgs en el rango 110−600 GeV (Izq) 110−145 GeV (Der). Los valores observados son mostrados
a trave´s de una l´ınea solida. La l´ınea punteada negra indica la media esperada con el valor CLs
para la hipo´tesis de background u´nico, mientras que la banda verde (amarilla) indica los rangos
que son esperados a obtener un 68% (95%) de todos los escrutinios l´ımites desde la media. Las
tres l´ıneas rojas horizontales muestran los niveles de confianza de 90%, 95% y 99% definido
como el (1-CL). Figura tomada de [33].
En este reporte oficial se logra excluir el Higgs del SM en el 95% CL en el rango de masa de 127-600 GeV. En
99% de CL, se excluye tambie´n al boso´n de Higgs del SM en el rango de masas de 129-525 GeV. Esto reduce
substancialmente la ventana permitida de la masa del Higgs con respecto a los estudios ya presentados del
LEP y Tevatron.
En la Figura 2.11 se establecen los l´ımites combinados en 95% C.L. sobre la sen˜al fuerte modificada, µ = σ/σSM
obtenidos por la generacio´n de ensambles de un conjunto de datos como funcio´n de mh. La ordenada muestra
la seccio´n eficaz del boso´n de Higgs que es exclu´ıda en 95% expresada como un multiplo de la seccio´n eficaz
del boso´n de Higgs del SM.
La media esperada del rango de exclusio´n de mh en el 95 % CL en la ausenacia de una sen˜al es 118-543 GeV.
Las diferencias entre los l´ımites observados y esperados son consistentes con la fluctuaciones estad´ısticas ya
que los l´ımites observados esta´n generalmente en las bandas verde (68%) o amarilla (95%) de los l´ımites de
los valores esperados. Para el valor ma´s grande de mh, se observan pocos eventos con respecto a el nu´mero de
la media esperada para la hipo´tesis de background u´nico, que hacen de los l´ımites observados ma´s fuertes en
ese rango que lo esperado. Para pequen˜os valores de mh se observa un pequen˜o exceso de eventos, permitiendo
que los l´ımites observados sean ma´s de´biles que lo esperado en la ausencia de un Higgs del SM.
A fin de formalizar la consitencia de los excesos observados con la hipo´tesis del backgound u´nico, se establece
en la Figura 2.12 (Izq) un barrido de los valores p locales p0
13 combinados en la regio´n de masas del higgs
13El significado de p0 viene dado por la caracterizacio´n de la probabilidad del background de producir un exceso de eventos. Es
importante anotar que este no genera informacio´n alguna de la compatibilidad de un exceso con respecto a una sen˜al esperada
[47]
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Figura 2.11.: L´ımites superiores combinados en el 95% de CL sobre la sena˜l fuerte modificada µ = σ/σSM
como una funcio´n de la masas del Higgs del SM en el rango 110-600 GeV (Izq) y 110-145 GeV
(Der). Los l´ımites observados son mostrados por medio de una l´ınea negra y los simbolos so´lidos.
La l´ınea punteada indica el l´ımite de la media esperada sobre µ para la hipo´tesis del background
u´nico. La banda verde (amarilla) indica los rangos que son esperados a contener el 68% (95%) de
todos los escrutinios de los l´ımites observados desde la media -respectivamente-. Figura tomada
de [33].
relativamente bajas. Un amplio desplazamiento cercano a una desviacio´n esta´ndar, causado por el exceso en
los canales con una resolucio´n muy baja de masas (bb, ττ,WW ), es complementado por excesos localizados
observados en los canales ZZ → 4l y γγ. Esto causa un decrecimiento de los valores p en las regiones 118 <
mh < 126 GeV, con dos caracter´ısticas estrechas: una en 119.5 GeV, asociada con los eventos de ZZ → 4l y
otra en 124 GeV, emergiendo de los excesos observados en el canal γγ [46].
El valor del mı´nimo local p pmin = 0.001 at mh 124 GeV corresponde a una significancia local Zmax = 3.1σ.
La significancia global de los excesos observados para el barrido entero de 110 − 600 GeV es estimado a ser
de 1.5σ. Para un rango restringido de inte´res, el valor global p a trave´s del me´todo de los pseudo-conjuntos de
datos [47], produce -para un rango de masas 110-145 GeV- una significancia de 2.1σ.
Colaboracio´n ATLAS
El experimento ATLAS logro´ colectar una luminosidad integrada cercana alos 4.9 fb−1. Este valor supera todos
los requerimientos de calidad de datos para la bu´squeda del boso´n Higgs del SM. Se tratara´ a continuacio´n
el ana´lisis combinado a trave´s del uso de seis distintos canales de bu´squeda, cubriendo una masa de 110-600
GeV. Como ya se establecio´, el boso´n de Higgs es producido primariamente por la fusio´n de gluones con
los siguientes canales de decaimiento: h → γ, h → ZZ∗ → l+l−l+l−, h → ZZ → l+l−qq¯, hZZ → l+l−νν¯,
h→ WW ∗ → l+νl′ ν¯ y h→WW → lνqq¯′ (con l = e, µ). En lo subsecuente se analizan uno por uno los canales
de bu´squeda, centrandose, a diferencia de lo tratado en CMS, en los me´todos de determinacio´n de background y
eventos significativos en cada uno de ellos [48] (como las referencias all´ı citadas). As´ı los re´gimenes de exclusio´n
sera´n tratados solo hasta los ana´lisis combinados de todos los canales.
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Figura 2.12.: El valor p local observado p0 (Izq) y el mejor fit de µ = σ/σSM (Der) como una funcio´n de
la masa del boso´n de Higgs minimal en el rango de 110-145 GeV. La significancia global del
ma´ximo exceso observado (mı´nimo valor local de p) en este valor es cercano a los 2.1 σ. La
l´ınea sobre la gra´fica de la izquierda, que muestra los valores p esperados locales p0 (mh), deber´ıa
corresponder a como un boso´n de Higgs con una masa mh existe. La banda en la gra´fica de la
derecha corresponde a ±1σ de incertidumbre sobre los valores de µ.
h→ γγ
Este canal es llevado a cabo con la hipo´tesis demh entre 110 GeV y 150 GeV mediante el uso de una luminosidad
integrada de 4.9 fb−1. Los ana´lisis en este canal separa los eventos en nueve categorias independientes de variada
sensibilidad. La categorizacio´n esta´ basada en la direccio´n de cada foto´n y si este fue construido como un foto´n
tranformado o no transformado, junto con la componente de momentum del sistema difoto´nico tranversal
al eje de avance. La distribucio´n de masa invariante es utilizada como una variable discriminatoria en la
determinacio´n del background y la sen˜al, tomando una ventaja en la resolucio´n de masas de aproximadamente
1.4% para mh 120 GeV [49]. La distribucio´n de masa invariante incluyente de los candidatos observados,
sumados sobre todas las categorias, es mostrada en la Figura 2.13.
h→ ZZ∗ → l+l−l+l−′
Este canal posee una luminosidad integrada de 4.8 fb−1 para la hipo´tesis mh en el rango total de 110-600 GeV.
El principal background irreducible para ZZ∗ es estimado usando simulacio´n Monte Carlo. El background
reducible de Z+jets, el cual tiene un impacto en gran parte en distribuciones de masas invariantes de 4-
leptones, es estimado desde las regiones de control en los datos. La normalizacio´n background de quarks top
es va´lido en una muestra de control. Los eventos son categorizados de acuerdo a las combinaciones sabor de
los leptones. Las resoluciones de masas son de aproximadamente 1.5% en el canal de cuatro muones, y 2% en
el canal de cuatro electrones para mh 120 GeV. Por tanto, la masa invariante de los cuatro leptones es usada
como una variable discriminatoria [50]. Su distribucio´n para eventos seleccionados despue´s de todos los cortes
es mostrado en la Figura 2.14.
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h→ WW ∗ → l+νl−ν¯
La bu´squeda aqu´ı presentada [51] se realiza en un ana´lisis del conteo de eventos para la hipo´tesis de mh entre
los valores de 110 GeV a 300 GeV, mediante el uso de una luminosidad integrada de 2.05 fb−1. La principal
contribucio´n del background (al tomar en cuenta la produccio´n no-resonante de WW) es estimado desde los
datos usando regiones de control basados en las masas invariantes dilepto´nicas mll. El ana´lisis es separado
en categorias de 0-jets y de 1-jets como tambie´n de acuerdo a las generaciones lepto´nicas. En la categoria
1-jet, un b-jet es usada para restringir la produccio´n proveniente de quarks top. Las fracciones relativas de
las contribuciones del background esperadas desde la sen˜al y de las regiones de control son tomadas desde
simulaciones Monte Carlo. La distribucio´n de masas transversales de ambos eventos es mostrada en la Figura
2.13.
Figura 2.13.: Distribucio´n de la masa tranversal o´ invariante reconstruida para eventos candidatos selecciona-
dos y para el background total y la sen˜al (mh = 130 GeV) esperada en los decaimiento h → γγ
(a), y h → ZZ∗ → l+l−l+l′− en la regio´n de masas bajas (b) y la regio´n entera (c), y (d) los
canales h→WW ∗ → l+νl′−ν¯.
h→ WW → lνqq¯′
El ana´lisis [52] cubre la hipo´tesis de mh en el rango de 240-600 GeV con una luminosidad integrada de 1.04
fb−1. De igual manera que el canal anterior, para este modo existe una separacio´n de acuerdo al sabor lepto´nico
y a las categorias 0-jets y 1-jets, donde el nu´mero de jets se refiere a aquellos en adicio´n a los jets seleccionados
como originarios del decaimiento del boso´n W . Eventos con por lo menos un b-jet son usados para reducir los
background desde la produccio´n del quark top. La masa asociada lνqq¯′ es reconstruida usando una restriccio´n
al sistema lν con respecto a la masa del boso´n W . Su distribucio´n es mostrada en la Figura 2.14.
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h→ ZZ → l+l−νν¯
La luminosidad integrada aqu´ı conseguida es de 1.04 fb−1 (actualizado a 2.05 fb−1) presentada bajo la hipo´tesis
de mh en el rango de 200 GeV a 600 GeV [53]. El principal cambio con respecto a la actual luminosidad se
encuentra en el uso de un sen˜alamiento mejorado de quarks b a trave´s de un algoritmo espec´ıfico, para restringir
la produccio´n de eventos con jets como los originados para los quarks bottom. El ana´lisis es establecido para dos
regiones con una hipo´tesis demh por encima y por debajo de 280 Gev separadas en categorias asociadas al sabor
lepto´nico. La pareja de masa invariante l+l− es requerida para encontrarse en 15 GeV de la masa del boso´n Z.
El requerimiento contrario es aplicado para leptones con el mismo sabor en el canal h→WW ∗ → l+νl−′ ν¯ para
evitar superposiciones entre los dos canales. La masa trasversal es usada como una variable discriminatoria
para el background y la sen˜al. Esta distribucio´n se muestra en la Figura 2.14 para valores relativamente altos
de mh. En total 175 eventos son seleccionados en la bu´squeda de masas bajas y 192± 23 son esperados desde
el background. Similarmente, en las bu´squeda de valores altos de mh se seleccionan 82 eventos, mientras que
100±11 son esperados desde el background. El nu´mero esperado de eventos sen˜ales en las bu´squedas de masas
relativamente bajas en mh = 200 GeV es de 9.9± 1.8 y 19.6± 3.4 para la seleccio´n en los re´gimentes de masas
altas (mh = 400 GeV).
h→ ZZ → l+l−qq¯
Este canal fue llevado a cabo en el rango de masas desde 200 GeV a 600 GeV usando los datos correspondientes
para una luminosidad integrada de 1.04 fb−1 (actualizado 2.05 fb−1 basado en el sen˜alamiento del jet-b) [54].
El ana´lisis es separado en regiones de bu´squeda por encima y por debajo de mh = 300 GeV, donde los eventos
seleccionados son independientemente optimizados. El background dominante emerge de la produccio´n de los
Z-jets, el cual es normalizado desde los datos usando bandas laterales de la distribucio´n de masa invariante
dilepto´nica. Para utilizar eficazmente las fracciones de decaimiento del boso´n Z en una pareja de quaks bottom
en la sen˜al, los ana´lisis son divididos en dos categorias; la primera contiene eventos donde los dos jets son
b-sen˜alados y la segunda con menos de dos jets b-sen˜alados. Usando la masas del boso´n Z como limitante
se mejora la resolucio´n de la masa del sistema llqq por aproximadamente el 10%. El nu´mero de eventos
seleccionados en los datos con valores bajos de mh (altos mh) no sen˜alado que es buscado es 21000 (851)
donde 21370 ± 310 (920 ± 100) son esperados desde el background, y 67 ± 11 (21.1 ± 0.8) desde una sen˜al
con mh = 200 GeV (400 GeV). Para las bu´squedas sen˜aladas en los datos con masas mh bajas (mh altas) el
nu´mero de eventos observados es de 145 (6). Esto tiene un razonable acuerdo con los 165 ± 22 (11.6 ± 1.9)
esperado desde el background, mientras que 4.4± 1.2 (2.1± 3.4) son esperados desde una sen˜al con mh = 200
GeV (mh = 400 GeV). La distribucio´n de masas invariante es usado como una variable de discriminacio´n y su
distribucio´n es mostrada en las Figuras 2.14 (c) y 2.14 (d) para los dos categorias.
Ana´lisis combinados
El proceso de combinacio´n esta´ basado, al igual que los ana´lisis del CMS, en la prescripcio´n [45], que implica la
extraccio´n de informacio´n de una sen˜al fuerte desde una verosimilitud completa incluyendo todos los para´metros
que describen las incertidumbres sistema´ticas y sus correlaciones [48].
Los l´ımites de exclusio´n en el 95% sobre µ son mostrados en la Figura 2.15 (a) como una funcio´n de mh. Las
regiones de exclusio´n en el 95% cubren un rango de masas desde 124 Gev a 519 GeV. Las regiones exclu´ıdas
en el 95% CL se encuentran entre 133 GeV y 230 GeV y entre 251 GeV y 466 GeV. Las regiones entre 133
GeV y 230 GeV y entre 260 GeV y 437 GeV son excluidas en el 99% CL. Un de´ficit de eventos es observado
en ambas regiones de mh. En muy bajos valores de mh un de´ficit local en el canal difoto´nico permite un
rango de masas muy pequen˜o adicional entre 112.9 GeV y 115.5 GeV para ser exclu´ıdo en el 95% CL. Una
concordancia de de´ficits en varios canales de altas masas produce un l´ımite ma´s fuerte que lo esperado para
masas entre 300 GeV y 400 GeV. La probabilidad local tal que una fluctuacio´n hacia abajo de un experimento
con solo background corresponde a una significacio´n (probabilidad de rechazar la hipo´tesis nula cuando esta
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Figura 2.14.: Distribucio´n de la masa transversal o´ invariante, en ana´lisis relevantes para la bu´squeda del boso´n
de Higgs en masas relativamente altas, para eventos candidatos seleccionados, el background total
y la sen˜al (mh = 400 GeV) esperada para el valor dado de mh en el canal h→WW → lνqq¯ (a),
el canal h→ ZZ → l+l−νν¯ y el canal h→ ZZ → l+l−qq¯ para eventos sin sen˜ales de jets-b (c) y
con categorias sen˜aladas de jets b (d). La distribucio´n de sen˜al es mostrada en un color rojo en
el canal h→WW → lνqq¯ que han sido reescalado en un factor de 50.
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Figura 2.15.: (a) L´ımites superiores en el 95% CL sobre la sen˜al fuerte como una funcio´n de mh: la curva
so´lida indica los l´ımites observados y la curva punteada ilustra el l´ımite de la media esperada
en la ausencia de sen˜al junto con las bandas en ±1σ (oscura) y ±2σ (clara). (b) El valor p0
local como una funcio´n de la hipo´tesis de mh. La curva punteada indica el valor de la media
esperada para la hipo´tesis de una sen˜al de un boso´n de Higgs del SM en esa masa. Las cuatro
l´ıneas rojas horizontales puntedas indican los valores de p0 con significacio´n de 2σ, 3σ, 4σ y
5σ respectivamente. (c) El mejor fit para una sen˜al fuerte como una funcio´n de la hipo´tesis
de mh. Las bandas muestran un intervalo alrededor de µ̂ correspondiente a una variacio´n de
−2 lnλ(µ) < 1. Donde λ(µ) hace alusio´n a la razo´n del perfil de verosimilitud, utilizado para
“testear” estad´ısticamente los dos modelos aqu´ı combinados. Esta expresa en realidad cuantas
veces es ma´s probable que los datos se encuentren en un modelo y no en el otro. Figura tomada
de [48]
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es verdadera) de aproximadamente 2.5σ. La probabilidad de observar tal fluctuacio´n hacia abajo sobre todo
el rango de masas en la ausencia de una sen˜al es estimado a ser aproximadamente de un 30%.
En adicio´n, un exceso de eventos es observado en los canales h → γγ y h → l+l−l+l−, que proveen una alta
resolucio´n en la masa invariante de los candidatos totalmente reconstruidos, para mh ≈ 126 GeV, que tambie´n
es soportado por un exceso ancho en el canal h → WW ∗ → l+νl′ν (como se observa en la figura 2.15(b) y
2.16) con significaciones respectivas de 2.8σ, 2.0σ y 1.4σ. La significacio´n combinada local de esos excesos es
de 3.6 σ. Cuando las incertidumbres en la escala de la energ´ıa (ver figura 2.15(d)) son tomadas en cuenta la
significacio´n local se reduce a 3.5σ. La significacio´n local combinada esperada en la presencia de un boso´n de
Higgs del SM en esa masas es de 2.5σ. La probabilidad local para tales excesos en el rango total de bu´squeda,
en la ausencia de una sen˜al, es aproximadamente a 1.4%, que corresponde a 2.2σ.
Al igual que en el experimento CMS, ninguna conclusio´n fuerte puede ser obtenida en estos datos de ATLAS,
salvo los re´gimenes de exclusio´n ma´s amplios con respecto a los experimentos anteriores (LEP y TEVATRON).
Se espera que resultados ma´s fuertes se obtengan desde luminosidades integradas cercanas a los 20 fb−1, lo
cual es el nivel esperado de presentacio´n del LHC para el 2012.
Figura 2.16.: La probabilidad local p0 para un experimento de background u´nico con una myor probabilidad de
la senal que lo observado. La curva so´lida indica el valor p0 individual y combinado observado,
cuyo estimado es usando la aproximacio´n asinto´tica. La curva punteada muestra el valor de la
media esperada para la hipo´tesis de una sen˜al de un Higgs del SM en esa masa. Las tres l´ıneas
horizontales punteadas indican los valores p0 correspondientes a los valores significativos de 2σ,
3σ y 4σ. Los puntos indican un valor local estimado usando ensambles de prueba y tomando en
cuenta las incertidumbres sistema´ticas en la escala de energ´ıa.
2.4.3. Complementos evolutivos de las bu´squedas en el LHC: El descubrimiento de un nuevo
estado boso´nico no vectorial
El 4 de Julio de 2012 [1] un estado boso´nico no-vectorial fue reportado a trave´s de ana´lisis estad´ısticos muy
similares a los aqu´ı discutidos salvo que la luminosidad integrada es de cerca 5.1 fb−1 haciendo que la signifi-
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cancia local de los excesos en CMS (vista desde el local p0 y desde los canales dorados γγ y ZZ
∗) sea cercana
a 5σ en un masa alrededor de los 125 GeV. Para la colaboracio´n ATLAS el local p0 es de cerca de 6σ para una
masa aproximada de 126 GeV.
Los test de precisio´n conllevara´n a definir adecuadamente este estado y permitira´n establecer su verdadera
naturaleza.
2.5. La Incompletitud del Modelo Esta´ndar
Si pensamos primero que el Rompimiento Esponta´neo de la Simetr´ıa a trave´s del mecanismo de Higgs es el
proceso ido´neo en la descripcio´n del origen de las masas de todas las part´ıculas en cualquier modelo surge,
por tanto, una nueva pregunta; que procesos rigen las interacciones de los distintos campos fermio´nicos y
boso´nicos de este espectro masivo de part´ıculas?. Para dar una idea a la respuesta a este interrogante, se
establecen -esencialmente- dos maneras para generar la dina´mica fundamental del EWSB. La primera, son
aquellas teor´ıas donde existe una dina´mica de´bilmente acoplada (e.g el ya descrito SM) y la segunda, aquella
donde existes acoples fuertes que describen la dina´mica de cada uno de los procesos (e.g teor´ıas del tipo little
Higgs, technicolor, etc). Los fundamentos de estas u´ltimas teor´ıas se encuentran de una manera amplia en [55]
y [56] (report) -respectivamente-.
En nuestro SM, el mecanismo de Higgs ubica un doblete complejo autointeractuante de campos escalares, que
es a su vez renormalizable, arreglado de tal forma que adquiere un VEV de ν ' 246 GeV. Esto fija la escala
del EWSB. Tres bosones de Goldstone son generados a trave´s del conteo de los grados de libertad introducidos
que logran la ruptura de la simetr´ıa, que pasan a constituir las partes longitudinales de los bosones W± y Z.
La componente remanente llega ser, una nueva part´ıcula fundamental, o´ como la hemos denominado -el boso´n
de Higgs-. Las masas de todos los fermiones son una consecuencia del EWSB en virtud a que el doblete de
Higgs es postulado a acoplarse a los campos de materia a trave´s de interacciones del tipo Yukawa. Desde estos
puntos de vista podemos plantear una serie de cuestiones en lo que respecta al comportamiento del EWSB
en altas energ´ıas, como por ejemplo; cual es el comportamiento del SM en la escalas de gran unificacio´n o de
Planck?. Solo en el re´gimen de altas energ´ıas
√
s >> mt existen un cierto conjunto de restricciones acerca
del comportamiento del modelo. A fin de explorar las distintas respuestas, surgen un conjunto de limitantes
teo´ricos que dan una base conceptual del tratamiento del SM a altas energ´ıas. Entre ellas tenemos los l´ımites
impuestos en los distintos sectores del SM por la trivialidad, estabilidad del vac´ıo, naturalidad y unitariedad
de la teor´ıa. Examinemos individualmente la metodolog´ıa impuesta por cada uno de estos argumentos.
2.5.1. Trivialidad
•
•
•
H
H
H
H
• • • •+ + +
Figura 2.17.: Diagramas de Feynman t´ıpicos para el nivel a´rbol y para un loop de las autointeracciones del
Higgs
Este requerimiento se basa en establecer que los acoples cuarticos permanezcan finitos en escalas de altas
energ´ıas (
√
s >> ν). Desde nuestro potencial escalar (2.23), V (Φ) = µ2
(
Φ†Φ
)
+λ
(
Φ†Φ
)2
, con µ2 < 0 y λ > 0,
el acople cuartico tiene la siguiente representacio´n
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λ =
m2h
2ν2
. (2.71)
Debido a las autointeracciones del campo escalar (Figura 2.17), este acople cuartico cambia con la escala de
energ´ıa efectiva Q:
dλ
dt
=
3λ2
4pi2
, t = log
(
Q2
Q20
)
, (2.72)
con Q0 alguna referencia de escala de energ´ıa. La solucio´n a esta ecuacio´n diferencial esta´ dada por
λ(Q) =
λ(Q0)
1− 3λ(Q0)
4pi2
log
(
Q2
Q2
0
) . (2.73)
Cuando Q→∞ encontramos el denominado polo de Landau. Sin considerar lo pequen˜o que sea λ(Q0), λ(Q)
sera´ infinitamente grande para algu´n valor Q. Desde otro punto de vista, si λ(Q0) va a cero cuando Q va
a cero tambie´n se obtiene que λ(Q) > 0. El argumento general de trivialidad establece que el sector escalar
del SM es una teor´ıa del tipo λ-φ4, que es una teor´ıa perturbativa. Para mantener la perturbatividad de la
teor´ıa en todas las escalas de la energ´ıa, es necesario tener una constante de acople λ = 0 (lo cual para el SM,
significa que el boso´n de Higgs es no masivo). Este hecho hace que la teor´ıa sea no-interactuante i.e.-trivial-.
Se puede ver este hecho a trave´s de un punto de vista diferente; desde el uso de las ecuaciones del grupo de
renormalizacio´n para las autointeracciones cuarticas del Higgs se puede establecer el dominio de energ´ıa en el
cual el SM es va´lido, i.e la energ´ıa de corte para que el acople λ se mantenga finito,
1
λ(Λ)
> 0. (2.74)
Esta relacio´n puede ser interpretada como un l´ımite superior en la masa del Higgs (desde (2.71)), i.e tomando
Q0 la escala del EWSB,
m2h ≤
8pi2ν2
3 log (Λ2/ν2)
. (2.75)
Si establecemos que el SM siga siendo va´lido hasta las escalas asociadas con los modelos de gran unificacio´n
ΛGUT ∼ 1016 GeV, se encuentra el siguiente l´ımite superior:
mh < 160 GeV . (2.76)
Entre ma´s pequen˜a la escala de energ´ıa Λ, el l´ımite asociado a la masa del Higgs llega a ser ma´s debil con
respecto a las limitantes experimentales. Para Λ grande, es necesario introducir correcciones de ma´s alto orden
en la teor´ıa de perturbaciones, como tambie´n, contribuciones no perturbativas. Por tanto, Λ se interpreta como
una escala de nueva f´ısica, en virtud a que para escalas mayores los fundamentos asociados al conocido SM
dejan de ser va´lidos (e.g la renormalizacio´n de la teor´ıa).
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2.5.2. Estabilidad del Vac´ıo
La anterior discusio´n se baso´ en la contribucio´n u´nica del boso´n de Higgs al acople cuartico a la renormalizacio´n
de la constante de acople λ. En realidad esto es justificable en el re´gimen donde el acople λ es grande. A
fin de realizar una discusio´n ma´s completa y acorde con los l´ımites de estabilidad, es necesario incluir las
contribuciones desde los fermiones y los bosones vectoriales a la evolucio´n del para´metro λ. En virtud a que
los acoples del boso´n de Higgs son proporcionales a las masas de las part´ıculas, solo es necesario incluir
la contribucio´n del quark top para la parte fermio´nica. Algunos ejemplos de las correcciones utilizadas se
encuentran esquematizados en la Figura 2.18
•
• •
•
h
h h
h
F
•
• •
•
V
Figura 2.18.: Diagramas para las contribuciones a un loop a λ de los fermiones y los bosones gauge.
Desde el requerimiento de que el SSB ocurra en un mı´nimo del potencial a trave´s de
V (ν) < V (0). (2.77)
Esto es equivalente a exigir que λ permanezca positiva en todas las escalas Λ. Si en algu´n momento, λ pasara´ a
ser negativa, el potencial ser´ıa no acotado desde un l´ımite inferior. Esto no garantiza la existencia de un mı´nimo
de energ´ıa y por tanto ningu´n punto de estabilidad del potencial de Higgs puede encontrarse. La evolucio´n del
para´metro λ, puede ser determinado por la ecuaciones del grupo de renormalizacio´n [57], con lo cual
dλ
dt
= β; β =
1
16pi2
[
−12g4t +
3
16
(
2g4 +
(
g2 + g
′2
)2)]
, (2.78)
donde νgt = mt es el acople de Yukawa al quark top. La solucio´n de esta ecuacio´n reproduce
λ(Λ) = λ(ν) + β log
(
Λ2
ν2
)
. (2.79)
Al imponer λ(Λ) > 0, se obtiene un l´ımite sobre la masa del boso´n de Higgs minimal,
m2h > 2β log
(
Λ2
ν2
)
. (2.80)
Desde un ana´lisis cuidadoso de la renormalizacio´n a dos loop, el cual reestablece el potencial efectivo, generando
que el recorrido de los acoples genera el requerimiento de que si el SM es va´lido a escalas del orden de 1016
GeV, entonces se obtiene
mh( GeV) > 130 + 2(mt − 170). (2.81)
Este l´ımite de estabilidad puede ser debilitado si el estado de vac´ıo es metastable[58]. A temperatura finita
(y a temperatura cero) el potencial efectivo del modelo esta´ndar puede tener un mı´nimo ma´s profundo que
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el mı´nimo electrode´bil si el decaimiento del u´ltimo en el primero v´ıa fluctuaciones te´rmicas en el universo
temprano (o´ fluctuaciones cua´nticas a temperatura cero) es suprimido. En este caso, el l´ımite ma´s bajo sobre
la masa del Higgs minimal proviene del requerimiento de que no existe transicio´n entre los dos vac´ıos y la
teor´ıa siempre se mantiene en el mı´nimo electrode´bil. El l´ımite obtenido en mh es en general mucho ma´s de´bil
que en el caso de la estabilidad absoluta e incluso desaparece si la escala de corte de la teor´ıa se encuentra en
la escala de los TeV.
Los l´ımites (2.76) y (2.81) implican que si el Modelo Esta´ndar es va´lido para una escala cercana a los 1016
GeV, entonces la masa del Higgs minimal esta´ restringida a residir en el intervalo
126 < mh( GeV ) < 160. (2.82)
Esta regio´n coincide con los re´gimenes preferidos por los observables de precisio´n electrode´biles discutidos en
la seccio´n anterior. A medida que la escala Λ es reducida, el rango permitido para la masa del Higgs minimal
se ve aumentada. Estas restricciones teo´ricas se ven representadas en la Figura (2.19),
Figura 2.19.: L´ımites teo´ricos para la masa del boso´n de Higgs minimal como una funcio´n de la escala de
“nueva f´ısica” Λ. Estos l´ımites son obtenidos desde los fundamentos de trivialidad y estabilidad
del vac´ıo. [59]
2.5.3. Naturalidad
Ya vimos como las correcciones cua´nticas presentan un conjunto de restricciones sobre la masa del boso´n de
Higgs. Miraremos a continuacio´n una extensio´n a las correcciones en la masa del Higgs (propagador) a un loop.
Este procedimiento trae consigo un efecto no deseado en el ca´lculo a un loop de dichas correcciones, el cual
se basa en la dependencia cuadra´tica de estas con la escala de nueva f´ısica (establecida en el l´ımite de altas
energ´ıas). Para mirar los puntos que encierran dicho tratamiento, consideramos un sector del SM que contiene
un campo fermio´nico simple ψ, con acoplamientos tipo Yukawa al Higgs masivo φ,
Lφ = ψ¯(i∂)ψ + |∂µφ|2 −m2φ|φ|2 −
(
λF
2
ψ¯ψφ+ h.c.
)
. (2.83)
Si suponemos que este lagrangiano produce un SSB tal que φ = h+ ν/
√
2, siendo h el boso´n de Higgs f´ısico.
Despue´s del SSB, el fermio´n adquiere masa a trave´s de sus acoples con el campo φ, con mF = λF ν/
√
2
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(ver los desarrollos en la seccio´n 2.2.1). Si tomamos la contribucio´n proveniente de la autoenerg´ıa fermio´nica
proveniente de un Higgs interno (Figura 2.5.3),
• •ψ
h
ψ
ψ¯
• •h h
Figura 2.20.: (Izq) Representacio´n asociada al ca´lculo de la renormalizacio´n de la masa del fermio´n desde un
Higgs interno. (Der) Renormalizacio´n de la masa del Higgs a partir de un loop fermio´nico.
Su valor viene dado por
−iΣF (p) =
(−iλF√
2
)2
i2
∫
d4k
(2pi)4
k +mF[
k2 −m2F
] [
(k − p)2 −m2h
] . (2.84)
La masa del fermio´n renormalizada es mrf = mf + δmf
δmf = Σf (p)|p+mf =
iλ2f
32pi4
∫ 1
0
dx
∫
d4k′
mf (1 + x)[
k
′2 −m2fx2 −m2h(1− x)2
] . (2.85)
Si llevamos la integral al espacio Euclideo con corte en el espacio de momentum (a trave´s de la integral
sime´trica),
∫
d4kEf(k
2
E) = pi
2
∫ Λ2
0
ydyf(y). (2.86)
Aqu´ı Λ es una escala de corte en el re´gimen de altas energ´ıas, identificada en el orden de la escala de Planck
o escalas de teor´ıas de gran unificacio´n. Por tanto la renormalizacio´n de la masa fermio´nica es,
δmf = −
λ2fmf
32pi2
∫ 1
0
dx(1 + x)
∫ Λ2
0
ydy[
y +m2fx
2 +m2h(1− x)
]2 = −3λ2fmf64pi2 log
(
Λ2
m2f
)
+ ... (2.87)
Los te´rminos que no se consideran en la expansio´n son independientes de la escala de corte o cuya contribucio´n
tiende a cero cuando Λ → ∞. El lagrangiano (2.83), en el l´ımite de altas energ´ıas √s << mf , es invariante
bajo transformaciones quirales,
ψL → eiθLψL, ψR → eiθRψR. (2.88)
Cuando la masa del fermio´n es llevada a cero, la simetr´ıa de la teor´ıa “incrementa”. Ya que los acoples de
Yukawa rompen la simetr´ıa quiral, las correcciones a la masa deben ser proporcionales a mf .
Por otro lado, la renormalizacio´n de la masa del Higgs debida a un loop fermio´nico (panel derecho Figura
2.5.3), desde el lagrangiano reducido (2.83), toma la forma
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−iΣS(p2) = −
(
− iλF√
2
)2
i2
∫
d4k
(2pi)4
Tr [(k +mf )(k − p+mf )]
(k2 −m2f )[(k − p)2 −m2f ]
(2.89)
De maner similar a la correccio´n de la masa fermio´nica, integrando con un corte en el espacio de momentum,
se llega a que la renormalizacio´n conduce a
δm2h = −
λ2f
8pi2
Λ2 + ... (2.90)
As´ı, la masa del boso´n de Higgs depende cuadra´ticamente de la escala de corte en altas energ´ıas Λ. Adema´s
dicha correccio´n no depende de la masa mh, as´ı que su influencia ante la simetr´ıa quiral del lagrangiano al
llevarla a cero, es nula. Por tanto no existe un mecanismo de proteccio´n de la masa del Higgs para correcciones
de alto orden.
Para el SM, los diagramas de Feynman que contribuyen a las correcciones radiativas a un loop son debidas al
boso´n de Higgs, bosones masivos gauge y loops de fermiones (como es mostrado en la Figura 2.21).
f
f¯
• •h h • • •
W,Z, h
W,Z, h
Figura 2.21.: Diagramas de Feynman para las correcciones a un loop para la masa del boso´n de Higgs del SM.
Realizando el corte de la integral en estos loops en la escala Λ, y manteniendo solo las contribuciones dominantes
en esta escala, se obtiene
δm2h = m
2
h −m02h =
3Λ2
8pi2ν2
(
m2h + 2m
2
w +m
2
z − 4m2t
)
. (2.91)
m0h representa la masa desnuda en el lagrangiano no-renormalizado, con solo las contribuciones del quark top
en los loops fermio´nicos. Esto es una situacio´n nueva en el SM, ya que se tienen divergencias cuadra´ticas y no
las usuales divergencias logar´ıtmicas (como las mostradas en la ecuacio´n (2.87)). Al tomar la escala de corte Λ
en la regio´n de teor´ıas de gran unificacio´n ( 1016 GeV), se necesita un rearreglo de 16 d´ıgitos entre el rango de
la escala de la masa del boso´n de Higgs desnuda y las correcciones radiativas a fin de tener una masa del boso´n
de Higgs f´ısico en el re´gimen de 100 . mh( GeV ) . 1000
14. Este es el denominado problema de naturalidad
para el ajuste fino (“ fine-tunning”) del SM.
En [60] presentan un mecanismo que cancela las divergencias cuadra´ticas al tomar la masa del Higgs,
m2h = 4m
2
t − 2m2w −m2z ' (320 GeV )2. (2.92)
Esta condicio´n es va´lida a nivel de un loop en las correcciones radiativas. Para ordenes superiores [61], se
obtiene
14Estos valores esta´n basados en la consistencia experimental y teo´rica del SM. Sin embargo, en virtud a que el SM es una teor´ıa
renormalizable, la cancelacio´n puede ocurrir de una manera consistente de forma matema´tica. Sin embargo, es importante tener
claro el significado f´ısico de la escala Λ con el fin de ver esta como el re´gimen de corte para el cual el SM es va´lido
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Λ2
∞∑
n=0
cn(λi) log
n
(
Λ
Q
)
, (2.93)
donde (16pi2)c0 = (3/2ν
2)
(
m2h + 2m
2
w +m
2
z − 4m2t
)2
. Los te´rminos remanentes cn pueden ser calculados re-
cursivamente desde el requerimiento que m2h no debe depender de la escala de renormalizacio´n Q. Para el
coeficiente en el ca´lculo a 2-loops, se encuentra [61]
(16pi2)2c1 = λ
(
114λ − 54g2 − 18g′2 + 72λt
)2
+ λ2t
(
27g2 + 17g′2 + 96g2s − 90λ2t
)− 15
2
g2 +
25
2
g′4 +
9
2
g′2g2.
(2.94)
Los coeficientes de ma´s alto orden tienen potencias ma´s altas de (16pi2)−1, haciendolas ma´s suprimidas en
niveles superiores. La condicio´n (2.92) requiere que las cancelaciones finas ocurran a todos los ordenes pertur-
bativos, i.e para cualquier n. Ya que los coeficientes cn son independientes, no existe una solucio´n completa
(i.e. relacio´n de recurrencia) para mh.
Por tanto, la condicio´n (2.92), se convierte por tanto en una condicio´n va´lida para escalas Λ no muy grandes
con respecto a la escala electrode´bil [62]. Por ejemplo, a nivel de un loop, el problema de fine-tuning aparece
solo si Λ & 4piν ∼ 2 TeV. Si la condicio´n (2.92) (denominada condicio´n de Veltman) se cumple, entonces la
escala Λ debe colocarse, en el nivel de dos loops, en el valor ma´s alto, Λ2 log Λ & (16pi2)2ν
2
. En nu´meros este
valor se ve representado por una escala de Λ ∼ 15 TeV. Exigiendo de nuevo la condicio´n de Veltman, las
divergencia cuarticas a tres loops aparecen en Λ & 50 TeV. Por tanto la cantidad de “fine tuning” establecida
en escalas altas es muy pequen˜a.
Para estas escalas, es necesario conducir estos ajustes de tal modo que para dos loop se cumpla
1∑
n=0
cn(λi) log
n
(
Λ
mh
)
= 0. (2.95)
Esta restriccio´n aparece si se cumplen dos cosas: la existencia de una solucio´n para ella y que la prediccio´n del
valor de mh sea dependiente de la escala de corte. Esta prediccio´n asume una cancelacio´n exacta, lo cual no
es requerido para escalas bajas de Λ. En [62] introducen una condicio´n ma´s adecuada,
1∑
n=0
cn(λi) log
n
(
Λ
mh
)
.
ν2
Λ2
. (2.96)
S´ı esta condicio´n es satisfecha el fine-tunning puede ser acceptable. La definicio´n de una cantidad para el fine
tuning trae consigo una serie de conjeturas debido a que no existe un manera un´ıvoca de caracterizarla [62].
Se puede seguir a las referencias [62], y definirla como la sensibilidad de la escala electrode´bil al valor del corte
Λ, ∆m2w(Λ)/m
2
w. Esto conduce a la medida
∆FT =
∣∣∣∣∆m2wm2w
∣∣∣∣ = ∣∣∣∣∆m2hm2h
∣∣∣∣ = 2Λ2m2h
∣∣∣∣∣∑
n
cn log
n
(
Λ
mh
)∣∣∣∣∣ . (2.97)
Para un valor de ΛFT , la escala de´bil es ajustada “finamente” a una parte ∆FT mas´ grande que la unidad. Este
es el valor del fine tuning (el valor ma´s grande obtenido). Para ∆FT ≤ 1 el fine tuning es cero. Se puede ver
desde la restriccio´n anterior que el fine-tuning es grande no solo cuando incrementa Λ si no tambie´n cuando
el boso´n de Higgs es ligero.
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Figura 2.22.: Contornos generados para el para´metro -fine tuning- ∆FT en el plano (mh,Λ). Se muestran las
regiones donde el fine tuning es ma´s grande que una parte en 10 (regio´n oscura) y que una
parte en 100 (regio´n clara). Adema´s se muestran las regiones no permitidas por trivialidad y
estabilidad, como tambie´n las restricciones debidas a los datos expermientales de alta precisio´n.
En la Figura 2.22 se muestra la evolucio´n de la masa del Higgs minimal como una funcio´n del valor maximal
de la escala de corte Λ (con los l´ımites experimentales y teo´ricos ya discutidos de trivialidad y estabilidad del
vac´ıo). Se encuentran especificados las regiones donde el fine tuning es menor que 10 y 100 dados por las partes
oscuras y claras respectivamente. Las regiones blancas corresponden a aquellas donde todas las restricciones
son satisfechas y donde la condicio´n de Veltman se cumple aproximadamente.
Para rangos bajos de la escala de corte, Λ . 1 TeV, el problema de fine tuning no emerge con valores razonables
de la masa del Higgs minimal. A medida que Λ incrementa, el rango de masas donde el fine tuning es ma´s
pequen˜o que el 1% o el 10% llega a ser muy estrecho. Por ejemplo, cuando Λ w 3 TeV, la masa del boso´n
de Higgs debe encontrarse por encima de los 150 GeV, mientras que para Λ w 10, solo rangos muy estrechos
alrededor de mh w 200 GeV (para ∆FT = 10) son permitidos. En este re´gimen la condicio´n de Veltman es
satisfecha.
2.5.4. Comportamientos a altas energ´ıas del SM y Unitariedad
Desde que se conocen las teor´ıas con bosones vectoriales masivos (i.e t´ıpicamente los modelos con interacciones
de´biles), los diagramas de Feynman a nivel a´rbol desde all´ı construidos pueden diverger gravemente en el
re´gimen de altas energ´ıas. Las divergencias esta´n asociadas con los estados f´ısicos de part´ıcula de esp´ın-1
con polarizaciones longitudinales, i.e helicidad cero. Tal comportamiento divergente debera´ convertirse en
la violacio´n de la unitariedad de la matriz S en la aproximacio´n a nivel a´rbol (como ocurr´ıa con la teor´ıa
de´bil de Fermi) a menos que exista un mecanismo especial donde se eliminen los te´rminos no deseados en la
amplitudes de dispersio´n f´ısicas. El SM provee dicho mecanismo a trave´s del rompimiento esponta´neo de la
simetr´ıa. En realidad existen cancelaciones su´tiles entre los diferentes diagramas de Feynman que contribuyen
a un elemento matricial de S, as´ı las amplitudes de dispersio´n a nivel a´rbol son limitadas en el re´gimen de
altas energ´ıas [18]. Con esto las amplitudes de las ondas parciales crecen a lo sumo logar´ıtmicamente, y los
correspondientes “l´ımites unitarios” son traslados a valores muy altos con respecto a la escala de masas del
SM. Lo ma´s importante de este buen comportamiento en altas energ´ıas de las amplitudes de dispersio´n a nivel
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a´rbol, esta´ en el hecho de que esto se convierte en una condicio´n necesaria para la renormabilizidad perturbativa
de la teor´ıa.
Estas cancelaciones sencibles de las contribuciones divergentes provenientes de los diferentes diagramas de
Feynman pueden aparecer en el contexto de los ca´lculos directos en el gauge unitario U . Por lo tanto dicho
feno´meno puede ser trazado a la simetr´ıa gauge original (esponta´neamente rota), la cual es completamente
oculta en el gauge unitario U en virtud a que los bosones de Goldstone han sido desacoplados totalmente del
espectro.
En realidad, una herramienta muy poderosa -que da un idea clave sobre la naturaleza de las amplitudes de
dispersio´n a nivel a´rbol del SM- es el Teorema de Equivalencia (TE), el cual relaciona un elemento f´ısico de
la matriz S que involucra bosones vectoriales polarizados longitudinalmente con su “contraparte no-f´ısica” y
donde los vectores f´ısicos en las amplitudes invariantes son reemplazados por su correspondiente escalar de
Goldstone en el re´gimen de altas energ´ıas (ver ape´ndice A). Esto permite realizar la formulacio´n con los bosones
de Goldstone y determinar as´ı la manera en que se acoplan; tal que se respeten las condiciones unitarias en
todos los sectores de la teor´ıa interactuante.
La sistema´ticas para determinar las condiciones unitarias se basan en la expansio´n por ondas planas de las
amplitudes de dispersio´n de un conjunto final e inicial de estados de dos part´ıculas. Estos me´todos perturbativos
para los ca´lculos asociados pueden ser usados solo cuando las contribuciones de los diagramas de Feynman de
ma´s bajo orden son razonablemente pequen˜as. De manera cuantitativa, se considera la expansio´n de Jacob-
Wick (establecido en la seccio´n 1.3) para las amplitudes invariantes de Lorentz en procesos donde se involucran
estados de dos part´ıculas M, y que se encuentran caracterizados por los momentos de las part´ıculas y sus
estados de helicidad, es decir
M(s,Ω) = 16pi
∑
j
(2j + 1)M(j)Pj(cos θ), (2.98)
donde M(j) es la amplitud de ondas parciales con un momento angular total j, y Pj(cos θ) es el polinomio
de Legendre. En realidad esto puede ser generalizado a cualquier estado binario de part´ıculas, con estados
de helicidad arbitrarios. En virtud a que la mayor´ıa de los procesos aqu´ı considerados, los estados iniciales
constituyentes del proceso binario poseen los mismos estados de helicidad, las funciones generalizadas que
all´ı aparecen se convierten en los polinomios de Legendre (ver seccio´n 1.3). As´ı todos los procesos que sera´n
utilizados, tanto escalares-escalares, bosones vectoriales-bosones vectoriales, fermiones-fermiones, cumplen con
dicha restriccio´n; por lo tanto la expansio´n de Jacob-Wick se reduce a una forma muy similar de la expansio´n
por ondas planas tradicional (descrita para part´ıculas sin esp´ın). La suma en (2.98) corre sobre valores no
negativos de j. Debido a la unitariedad a nivel a´rbol de la matriz S, se llega a la condicio´n
|M(j)| ≤
√
s
2|p| . (2.99)
En el l´ımite de altas energ´ıas p→ √s/2, esta condicio´n toma la forma,
|Mj | ≤ 1. (2.100)
Esto puede ser traducido en una restriccio´n ma´s fuerte a trave´s del uso del diagrama de Argand
|ReMj| ≤ 1
2
(2.101)
As´ı, el l´ımite unitario puede ser utilizado para establecer la confiabilidad de la teor´ıa de perturbaciones. En
virtud a que los bosones vectoriales polarizados longitudinalmente tienen comportamientos dependientes del
cuadrimomentum en el l´ımite de altas energ´ıas, i.e µ = pµ/m+O(E−1m), ellos se vuelven determinantes en
la evaluacio´n de la unitariedad en procesos dispersivos donde dichos estados se encuentran presentes.
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Limitante de Lee-Quigg-Thacker
El limitante de Lee-Quigg-Thacker (LQT) es un l´ımite superior perturbativo impuesto sobre la masa del Higgs
en el SM. Este fue propuesto por estos autores en el articulo cla´sico [2]. All´ı se impusiero´n cotas sobre los
valores de la masa del Higgs a trave´s de la aplicacio´n de la unitariedad de la matriz S a algunos procesos
dispersivos ela´sticos. En realidad todo proviene de la expansio´n en ondas planas y del ana´lisis de los l´ımites
unitarios para los te´rminos relevantes de esta.
En [2] se identifican los procesos dominates que producen las restricciones ma´s relevantes en las masas del
Higgs. En realidad, si se hacen los ca´lculos individuales diferentes restricciones pueden venir desde de esta
sistema´tica. A fin de evitar este tipo de ana´lisis ellos llevan todos los procesos aun conjunto de amplitudes y,
despue´s de diagonalizar la matriz S en un subespacio correspondiente, se llega a una restriccio´n ma´s fuerte,
comparada con la obtenida por los te´rminos individuales. Este me´todo sera´ discutido de una manera simple a
continuacio´n.
Aunque el l´ımite unitario (2.100) fue formulado para un proceso ela´stico particular (WLWL → WLWL),
este es va´lido en realidad para el conjunto total de tales procesos. Ya que la amplitud de la onda parcial Mj
esta´ relacionada con un elemento de la matriz S (con Sj la reduccio´n del operador Ŝ al subespacio caracterizado
por el momento angular total j) a trave´s de
M(j)A→B → 〈A|1 − Ŝj|B〉, (2.102)
se puede usar la linealidad y definir amplitudes para algunas combinaciones apropiadas de estados f´ısicos.
Como un ejemplo, consideremos la combinacio´n lineal de W+W− y ZZ,
M
(
αW+W− + β
ZZ√
2
→ αW+W− + βZZ√
2
)
= α2M (W+W− →W+W−)
+
αβ√
2
[M (W+W− → ZZ)+M (W+W− → ZZ)]+ β2
2
M (ZZ → ZZ) , (2.103)
donde α, y β son nu´meros reales arbitrarios que satisfacen α2 + β2 = 1 (el factor extra en los acoples de
ZZ se debe al hecho de la indistinguibilidad de las part´ıculas). Esta consideracio´n puede ser generalizada
de la siguiente forma: para un conjunto de estados normalizados {A1, ..., An} y la correspondiente matriz
Mij =Mi→j, la condicio´n (2.100) puede ser escrita como
∀V ∈ Rn, |V | = 1 : V †MV ≤ 1. (2.104)
(i.e ||M || ≤ 1). Esta restriccio´n es equivalente para los autovalores de la matriz M ,
|λi| ≤ 1. (2.105)
Cuando los λi son reales, se puede hacer uso de la relacio´n (2.101) para las amplitudes restrictivas en ondas
parciales, por ende la condicio´n de unitariedad puede ser tratada a trave´s de la forma
|λi| ≤ 1
2
. (2.106)
Para alcanzar esto, se consideran procesos dispersivos ela´sticos de dos cuerpos, en primera instancia de estados
boso´nicos con carga total cero. Contando todas las combinaciones de helicidad que existen en estados de dos
part´ıculas boso´nicas en el SM: W+W−(9), ZZ(9), HH(1), HZ(3), γγ(4), γZ(6), γH(2). Esto produce 34
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procesos dispersivos ela´sticos. Como se ha hecho expl´ıcito en las discusiones precedentes, en el l´ımite de altas
energ´ıas las amplitudes de dispersio´n pueden establecer contribuciones individuales que se comportan como
O(s2), pero los elementos matrciales completos deben comportarse como O(1) para cualquier proceso dentro
del SM.
Esas amplitudes pueden depender de la masa del boso´n de Higgs, lo cual desde el l´ımite de unitariedad puede
producir una restriccio´n para mh. A fin de obtener un l´ımite ma´s restrictivo se deben encontrar los procesos
con amplitudes invariantes dominantes. Lo anterior se puede hacer para los 34 procesos boso´nicos AA→ AA
y encontrar el valor ma´s grande de ellos, o uno puede considerar la matriz completa 34×34, tomando solo en
cuenta los procesos que involucran a la masa del boso´n de Higgs expl´ıcitamente en el orden ma´s bajo O(E0).
Elemento Expresio´n Dependencia con E en altas energ´ıas
Polarizaciones transversales T (p),
∗
T (p) 1
Polarizaciones longitudinales L(p),
∗
L(p) E
Propagadores de los bosones vectoriales
−gµν+qµqν/m2V
q2−m2V
1
Propagador del foto´n gµνq−2 E−2
Funcio´n de ve´rtice de 3 bosones Jµνρ E
Propagador del boso´n de Higgs (q2 −m2h)−1 E−2
Espinores de Dirac u(p), v(p)
√
E
Propagador fermio´nico (q/ −mf )−1 E−1
Cuadro 2.1.: Comportamiento de altas energ´ıas de los elementos en los diagramas de Feynman [18].
Una gran ayuda para conocer que procesos son relevantes ante la determinacio´n de limitantes unitarios, se
encuentra establecida en la Tabla 2.1, donde se representa el comportamiento en altas energ´ıas de los diferentes
elementos que pueden emerger en los diagramas de Feynman. Desde all´ı podemos inferir que un diagrama pro-
duce dependencias relevantes sobre mh en dos casos: el primero, cuando este contiene un propagador de Higgs,
comportandose asinto´ticamente a lo mı´nimo como O(E2). Todos esos diagramas tienen un propagador y cuatro
l´ıneas externas; que desde la Tabla 2.1 implica que esto se alcanza si dichas l´ıneas externas son bosones vecto-
riales polarizados longitudinalmente. El segundo esta asociado con la presencia de ve´rtices de la forma HHH
y HHHH y que se comportan asinto´ticamente a lo ma´ximo como O(E0). El ve´rtice HHH puede ocurrir solo
en diagramas con dos bosones de Higgs externos y un propagador de Higgs (el cual contribuye asinto´ticamente
como E−2). Esto implica que las otras dos part´ıculas deben ser bosones polarizados longitudinalmente [18].
Los procesos donde se involucran fermiones se vuelven importantes cuando existen otro para´metros libres,
como ocurre en el caso del Modelo de Dos Dobletes de Higgs. Estos procesos los vamos a tratar con mayor
amplitud en cap´ıtulos subsecuentes.
Procesos de bosones escalares en el R-gauge
Se ha mirado, desde el comportamiento en altas energ´ıas de algunos procesos relevantes, como es suficiente cal-
cular solo diagramas con bosones polarizados longitudinalmente. A trave´s del uso del Teorema de Equivalencia,
existe una manera de tratar efectivamente estos procesos al llevarlos en el re´gimen de altas energ´ıas a mecan-
ismos que incluyan solo bosones escalares en los estados finales e iniciales. Bajo la suposicio´n de mh  mW , se
pueden despreciar aquellos te´rminos que no involucren a m2h. Estas cantidades no toman en cuenta diagramas
con intercambio de bosones de Goldstone, las cuales no contienen te´rminos con m2h. Tambie´n se pueden despre-
ciar los te´rminos con acoples triples de bosones de Goldstone, debido a que los correspondientes diagramas son
suprimidos por el comportamiento O(E−2) de los propagadores escalares. Para calcular los te´rminos relevantes
de altas energ´ıas se necesitan por ende solo los diagramas que involucren acoples cuarticos, que son
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L4 = −g
2
32
m2h
m2W
(
2G+G− +
(
G0
)2
+H2
)2
. (2.107)
La amplitud de los procesos f´ısicos considerados esta´ dada por el coeficiente relevante en el lagrangiano (2.107),
multiplicado por un factor combinatorio adecuado; el resultado puede ser escrito mediante la matriz
M = −
(
g2m2h
8m2W
) 
G+G− (G0)2/
√
2 H2/
√
2 G0H
G+G− 4
√
2
√
2 0
(G0)2/
√
2
√
2 3 1 0
H2/
√
2
√
2 1 3 0
G0H 0 0 0 2
. (2.108)
En virtud a que no existe dependencia angular en estas amplitudes, la primera onda parcial esM(0) =M/16pi.
Por lo tanto la condicio´n unitaria (2.104) es tratada como
||M|| ≤ 128pim
2
W
g2m2h
=
16pi
√
2
GFm2h
. (2.109)
Donde hemos utilizado la relacio´n g2 = 8Gfm
2
W /
√
2. Los autovalores de la matriz son 6, 2, 2, 2, as´ı que la
condicio´n ma´s restrictiva para m2h llega a ser:
mh ≤
√
8pi
√
2
3GF
= 1 TeV. (2.110)
Al usar la restriccio´n sobre la parte real (2.106), se obtiene un limitante ma´s fuerte
mh ≤
√
4pi
√
2
3Gf
= 707 GeV . (2.111)
Mostraremos despue´s como este l´ımite es au´n ma´s bajo con respecto al determinando para el canal ma´s fuerte
asociado al mecanismo W+LW
−
L →W+LW−L .
La discusio´n aqu´ı presentada para el ana´lisis unitario del SM sirve como un fundamento en el estudio unitario
del 2HDM. Para lograr lo anterior es indispensable mirar como el SSB se logra para esta extensio´n no-trivial
del sector escalar, as´ı que el tratamiento de su estructura general se hace indispensable. Adema´s esta´ detal-
lada teor´ıa, aunque compleja, permite establecer ciertas directices en la solucio´n de algunas de las cuestiones
fenomenolo´gicas y teo´ricas que hacen del SM au´n una construccio´n formal incompleta
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CAP´ITULO 3
MODELO DE DOS DOBLETES DE HIGGS
En virtud a que el Modelo Esta´ndar es una formulacio´n que tiene varias inconsistencias teo´ricas y experimen-
tales, se hace indespensable mirar co´mo un sector extendido de Higgs permite establecer algunas directrices en
la solucio´n de dichas incompatibilidades. A continuacio´n estudiamos la siguiente ampliacio´n no-trivial invari-
ante gauge al sector de Rompimiento Esponta´neo de Simetr´ıa (SSB); el Modelo de Dos Dobletes de Higgs. A fin
de ello consideramos gran parte de las motivaciones fenomenolo´gicas y teo´ricas para la introduccio´n de dicho
mecanismo. Luego, establecemos la formulacio´n teo´rica-conceptual de los diferentes sectores (escalar, cine´tico,
y fermio´nico-escalar), enfatizando en el comportamiento de las interacciones bajo la aplicacio´n de simetr´ıas
del tipo CP y de cambio entre Familias de Higgs. Adema´s se establece el papel que tiene el SSB en cada uno
de los sectores. Despue´s se discuten las diferentes restricciones teo´ricas y experimentales que emergen para el
modelo, resaltando -en este nivel de la discusio´n- el importante rol que puede llegar a jugar la Unitariedad
ante la consistencia interna de la teor´ıa cua´ntica de campos “background” del modelo.
3.1. Introduccio´n y Motivacio´n
Como vimos en el cap´ıtulo precedente, el Modelo Esta´ndar (SM) de part´ıculas elementales ha sido una for-
mulacio´n de gran alcance y e´xito debido a su alto nivel predictivo. Por ejemplo da una correcta explicacio´n
del decaimiento β a trave´s de las corrientes de´biles cargadas. Desde el punto anterior, el SM da lugar a la
existencia de corrientes de´biles neutras, las cuales describen de manera correcta la dispersio´n de neutrinos. En
adicio´n el modelo predice la existencia del quark top, cuyo sustento teo´rico se basa tanto en la cancelacio´n
de las anomal´ıas quirales como en la exigencia de que la teor´ıa sea renormalizable1. El quark charm es otro
logro de gran importancia ya que permite describir la ausencia de procesos de cambio de sabor en corrientes
neutras a nivel a´rbol de la teor´ıa. Uno de los u´ltimos logros predictivos del SM se ve realizado en la deteccio´n
del neutrino tau por la colaboracio´n DONUT (Direct Observation of NU Tau) [66], la cual a parte de medir
las interacciones del tipo -SM- que ocurren con el neutrino tau, tambie´n determino´ cotas superiores en el valor
de su momento magne´tico ano´malo.
Aunque el modelo es potente en la descripcio´n de gran parte de la fenomenolog´ıa asociada al comportamiento de
las part´ıculas elementales, esta teor´ıa presenta un conjunto importante de problemas. Entre estos se encuentran
el origen de masas del contenido de part´ıculas del modelo y el sustento formal para dar explicacio´n a las matrices
1La cancelacio´n de las anomal´ıas quirales y el hecho de que la teor´ıa es renormalizable son factores que esta´n int´ımamente ligados.
En las corrientes asociadas pueden existir te´rminos de mezcla entre las partes vectoriales y axiales que pueden traer consigo
una teor´ıa no-renormalizable. En una teor´ıa en la que se incluyen un nu´mero de familias de leptones igual al nu´mero de familias
de quarks las anomal´ıas son todas canceladas. Lo anterior permite que las corrientes gauge electrode´biles sean estrictamente
conservadas, garantizando que el modelo esta´ndar sea una teor´ıa renormalizable.
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de mezcla entre fermiones. La primera dificultad se establece en el lagrangiano que decribe los distintos tipos
de interaccio´n, el cual respeta una simetr´ıa gauge local del tipo SU(2)L × U(1)Y 2 ( L indica la quiralidad de
los fermiones sobre la cual el conjunto de transformaciones actu´a, e Y hace referencia al nu´mero cua´ntico de
hipercarga). Un lagrangiano que pretenda respetar esta simetr´ıa no contiene te´rminos de masa libres (campos y
fermiones), ya que estos no son covariantes bajo las transformaciones asociadas al grupo gauge. El mecanismo
de rompimiento esponta´neo de simetr´ıa (SSB) genera dichos te´rminos de masa. De manera heur´ıstica, la
formulacio´n del mecanismo se establece al introducir un doblete de part´ıculas escalares. Un te´rmino de estos
dobletes adquiere un valor esperado en el vac´ıo (VEV) distinto de cero. Este procedimiento genera la ruptura de
la simetr´ıa SU(2)L×U(1)Y a U(1)Q, que es el grupo gauge de la electrodina´mica, cuyo campo asociado (foto´n)
es de masa nula. La interaccio´n del campo remanente con los fermiones y campos gauge permite introducir los
te´rminos de masa asociados. La masa del Higgs, como te´rmino del doblete que genera dichos elementos, es un
para´metro libre de la teor´ıa.
La naturaleza del Higgs es au´n una cuestio´n abierta en el estudio de la fenomenolog´ıa de las part´ıculas
elementales ya que no se tiene certeza si el mecanismo en realidad es minimal (i.e solo un doblete de Higgs).
A pesar que el rompimiento esponta´neo de simetr´ıa puede generar las masas del contenido de part´ıculas, au´n
no es claro el por que´ de la jerarqu´ıa del espectro de masas de los quarks y leptones que se han observado
actualmente. Como punto fundamental, se tiene certeza que la masa del quark top es cerca de 35 veces ma´s
grande que la masa del quark bottom. En el Modelo Esta´ndar, las masas de ambos quarks provienen del
mismo doblete de Higgs, conduciendo a que no exista una jerarqu´ıa entre los acoples de Yukawa asociados.
Este es el denominado problema de jerarqu´ıa de los acoples de Yukawa en la tercera generacio´n de quarks. Para
salvar este conflicto se puede hacer uso de la pro´xima extensio´n minimal compatible con la invarianza gauge;
el modelo de dos dobletes de Higgs (2HDM). El 2HDM consiste en adicionar un segundo doblete Φ2 con los
mismos nu´meros cua´nticos que el primero Φ1. Por tanto, si el quark bottom al acoplarse al primer doblete Φ1
y el quark top al acoplarse al segundo doblete Φ2 adquieren sus masas respectivas, entonces la jerarqu´ıa entre
los acoples de Yukawa en la tercera generacio´n llega a ser natural si los para´metros libres de la teor´ıa toman
valores apropiados [69].
Otra motivacio´n para la extensio´n no-minimal del Modelo Esta´ndar con los dos dobletes de Higgs es la intro-
duccio´n de un sector que induzca violacio´n CP expl´ıcitamente o esponta´neamente en el potencial de Higgs.
De la misma manera, el 2HDM genera la estructuras necesarias para estudiar procesos del tipo de cambio
de sabor en corrientes neutras (FCNC). Los FCNC, aunque son mecanismos suprimidos por los datos experi-
mentales (exceptuando los experimentos de oscilaciones de neutrinos), son procesos que no violan ninguna ley
fundamental de la naturaleza.
En adicio´n, el 2HDM genera la estructura minimal en el l´ımite de bajas energ´ıas de modelos como los super-
sime´tricos. El modelo Esta´ndar Minimal Supersime´trico (MSSM) tiene los mismos acoples de Yukawa que el
2HDM tipo II. En este tipo de teor´ıas los escalares pertenecen a multipletes quirales y sus respectivos complejos
conjugados pertenecen a multipletes de quiralidad opuesta; ya que los multipletes de quiralidades diferentes no
pueden ser acoplados de una manera conjunta en el lagrangiano, una estructura minimal de dobletes no podr´ıa
generar -simulta´neamente la masa de las part´ıculas del sector up (Q = 2/3) y del sector down (Q = −1/3)
de los quarks 3. As´ı, modelos supersime´tricos con dos dobletes podr´ıan proveer diferentes caminos no solo
para salvar problemas como la jerarqu´ıa entre la escala electrode´bil y la escala de Planck, si no tambie´n la ya
discutida jerarqu´ıa entre familias de fermiones [67] y el origen real de la Materia Oscura. Desde esta discusio´n
el 2HDM, y de acuerdo a la forma de lograr el SSB, puede verse representado en extensiones al MSSM (y
NMSSM) como teor´ıas de origen λ-SUSY 4.
2En realidad la exigencia de que el lagrangiano respete este tipo de simetr´ıas, da lugar a los distintos tipos de interaccio´n en
el modelo (i.e las reglas de Feynman para ve´rtices). Para ver esto de manera amplia, se referencia el cap´ıtulo 1 de este texto
adema´s de la literatura all´ı citada.
3Para modelos supersime´tricos, ya que los escalares residen en multipletes quirales junto con campos quirales de esp´ın 1/2, la
cancelacio´n de anomal´ıas tambie´n requiere la existencia de un doblete adicional.
4Las teor´ıas λ-SUSY se ven realizadas en extensiones MSSM y NMSSM (Next Minimal Supersymetric Standard Model), las
64
3.1. Introduccio´n y Motivacio´n
Una motivacio´n extra para el 2HDM viene del rompimiento expl´ıcito de la simetr´ıa CP en el Lagrangiano de la
QCD a trave´s del mecanismo de Peccei-Quinn (MPQ). Este te´rmino, que desde el punto de vista fenomenolo´gico
es pequen˜o5, puede ser transformado a trave´s de una rotacio´n si el lagrangiano contiene una simetr´ıa global
U(1). La imposicio´n de dicha simetr´ıa es solo posible si existen dos dobletes de Higgs. Mientras que las versiones
del MPQ han sido sometidas a prueba, existen variaciones con singletes en escalas ma´s altas que son aceptables
pero que en su reduccio´n a bajas energ´ıas necesitan una realizacio´n efectiva en su sector escalar a trave´s de
dos dobletes [68].
Otras razones para introducir un segundo doblete se encuentran en la forma de construir el nuevo sector escalar
del modelo. Como veremos en un sentido ma´s amplio en partes subsecuentes, cuando se construye el potencial
de Higgs del 2HDM se encuentran del orden de 14 para´metros libres que no esta´n limitados por valores ex-
perimentales. Solo aspectos teo´ricos pueden estrechar vinculos entre las distintas formas funcionales de dichos
para´metros y el contenido f´ısico de la teor´ıa. Estudios en los u´ltimos tres lustros, muestran que al correla-
cionar unos pocos para´metros se puede obtener un espectro completo de diferentes modelos los cuales tienen
consecuencias de distinta ı´ndole en lo que a la fenomenolog´ıa del modelo se refiere [69, 71]. Bajo un cambio
continuo de los para´metros libres, la posicio´n exacta del mı´nimo cambiara´, pero las propiedades de simetr´ıa
en el mı´nimo permanecen inalteradas. Existen aspectos especiales en el denominado espacio de para´metros
libres, como lo es que esta evolucio´n continua cambia la naturaleza global del mı´nimo. Se dice entonces que si
el sistema atravieza este punto una transicio´n de fase ocurre. Esta transicio´n de fase esta´ caracterizada por un
comportamiento no anal´ıtico de las propiedades del vac´ıo, como lo son los valores esperados en el vac´ıo (VEV)
y las masas de los autoestados correspondientes [72].
Como ya hemos establecido, en cualquier conjunto de para´metros, varios extremos del potencial del Higgs
pueden coexistir. Las propiedades del vac´ıo son de gran importancia para determinar la evolucio´n de otros
re´gimenes extremos del potencial. Esta propiedad permite calcular -por ejemplo- la diferencia de potencial
entre el vac´ıo (la energ´ıa del vac´ıo) y el extremo ma´s alto (extremo de energ´ıa).
Este gran conjunto de caracter´ısticas pueden volverse aun ma´s poderosas a la vez que complejas cuando
tenemos contribuciones de temperatura finita. Por ejemplo, los para´metros efectivos del 2HDM evolucionan
con la temperatura, lo cual podr´ıa producir una transicio´n de fase te´rmica (en adicio´n a la transicio´n de fase
generada por el SSB). Las implicaciones cosmolo´gicas de esta evolucio´n han sido estudiadas en articulos de
los u´ltimos quince an˜os, que van desde la descripcio´n formal del 2HDM a temperatura finita [73], pasando por
las implicaciones en la asimetr´ıa bario´nica del universo con el 2HDM [74], y llegando hasta los estudios de los
comportamientos altamente inestables de las simetr´ıas C y CP a altas temperaturas para modelos extendidos
con respecto a SM [75].
Las grandes ventajas que trae consigo el 2HDM son equilibradas con el amplio desconocimiento del sector de
Higgs extendido. El espectro del Higgs el 2HDM consiste de cinco bosones escalares, de los cuales tres son
neutros (h,H y A0) y los otros cargados H±. En el presente, se tiene informacio´n parcial de cotas inferi-
ores y rangos de masas excluidos para las masas del Higgs prove´ıdas por los datos experimentales del LEP,
TEVATRON, y LHC (CMS y ATLAS) como se ha establecido en la seccio´n 2.4. Para complementar estudios
experimentales desde los que se esta´n llevando a cabo en el LHC, es interesante estudiar los posibles limitantes
teo´ricos que pueden determinarse para el estudio correcto de las masas presentes en el modelo de dos dobletes
de Higgs6. En funcio´n de este propo´sito algunos me´todos han sido considerados y establecidos, basados en las
cuales son motivadas en la ausencia -fenomenolo´gica- de supersimetr´ıa de baja energ´ıa convensional. La esencia del modelo
radica en la introduccio´n de un acople entre los dobletes y el superpotencial del tipo λSH1H2. El acople debido a λ domina los
dema´s acoples del sector netamente escalar del modelo, garatizando la perturbatividad de la teor´ıa hasta una escala de energ´ıa
de 10 TeV [70].
5En realidad, los experimentos no indican fuente alguna de violacio´n CP en el sector de la Cromodina´mica Cua´ntica. Un ca´lculo
expl´ıcito de la violacio´n gene´rica de CP en QCD producir´ıa un momento dipolar ele´ctrico del neutro´n en el orden de 10−18 e.m,
mientras que un l´ımite superior emergente de los experimentos se encuentra en 9 ordenes de magnitud por debajo a este valor.
6En virtud a que las energ´ıas necesaria para lograr acoples cuarticos y trilineales es alta, algunos para´metros libres del potencial
deben ser limitadas por estudios teo´ricos como la unitariedad, estabilidad del vac´ıo y para´metros oblicuos.
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consistencias fundamentales que desde la teor´ıa cua´ntica de campos pueden hallarse para la descripcio´n de las
cantidades f´ısicas relevantes del modelo. Uno de estos, radica en la unitariedad perturbativa de la matriz S.
En su forma ma´s simple esta es implementada al orden ma´s bajo por imponer l´ımites de unitariedad de las
amplitudes a nivel a´rbol de un conjunto adecuado de procesos dispersivos aqu´ı establecidos.
Con estas grandes motivaciones producidas por la adicio´n de un nuevo doblete, a continuacio´n se plantea el
ana´lisis de la manera formal de lograr el SSB, adema´s del estudio de las nuevas interacciones y part´ıculas que
se suman a nuestro espectro habitual del SM7.
3.2. El sector de Higgs y su contribucio´n
A fin de lograr el SSB adicionamos una copia del primer doblete minimal, esto es que los nu´meros cua´nticos
son exactamente los mismos Y1 = Y2 = 1. As´ı,
Φ1 =
(
φ+1
φ01
)
; Φ2 =
(
φ+2
φ02
)
. (3.1)
En general ambos dobletes pueden adquirir un VEV:
〈Φ1〉0 = v1√
2
; 〈Φ2〉0 = v2√
2
eiθ. (3.2)
Lo cual puede parametrizarse a trave´s de 8 campos asociados a los grados de libertad primigenios introducidos
por los dobletes complejos SU(2):
Φ1 =
(
φ+1
h1+v1+iη1√
2
)
; Φ2 =
(
φ+2
h2+v2eiθ+iη2√
2
)
. (3.3)
θ hace referencia a un para´metro de fase. Tomando en base esto, se establece el lagrangiano correspondiente
al sector escalar mas el sector de las interacciones con los bosones gauge y fermiones.
3.2.1. El potencial de Higgs
El potencial de Higgs genera la estructura del SSB como tambie´n la anatomı´a de la masa del Higgs, las
autointeracciones del Higgs y los autoestados de masa de Higgs. En virtud a su amplio desconocimiento, esta
parte del lagrangiano netamente escalar requiere una atencio´n especial. Es importante anotar que muchos
de los limitantes teo´ricos de consistencia interna de la QFT background emergen con el fin de limitar a los
para´metros libres del 2HDM, ya que la fenomenolog´ıa aqu´ı inmersa requiere de energ´ıas aun ma´s altas que las
logradas por el LHC [47].
Si consideramos el potencial escalar cuartico de Higgs ma´s general, renormalizable e invariante gauge, obten-
emos:
V (Φ1,Φ2) = −m211Φ†1Φ1 −m222Φ†2Φ2 −
[
m212Φ
†
1Φ2 +m
∗2
12Φ
†
2Φ1
]
+
λ1
2
(
Φ†1Φ1
)2
+
λ2
2
(
Φ†2Φ2
)2
+ λ3
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†2Φ2
)
+ λ4
(
Φ†1Φ2
)(
Φ†2Φ1
)
+
1
2
[
λ5
(
Φ†1Φ2
)2
+ λ∗5
(
Φ†2Φ1
)2]
+
[
λ6
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†1Φ2
)
+ λ∗6
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†2Φ1
)]
+
[
λ7
(
Φ†2Φ2
)(
Φ†1Φ2
)
+ λ∗7
(
Φ†2Φ2
)(
Φ†2Φ1
)]
(3.4)
7Hablaremos de estas interacciones y part´ıculas provenientes del SM (sin sector escalar) como el Background Habitual del Modelo
Esta´ndar.
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Los para´metros m211, m
2
22 y λ1234 son reales (debido a la hermiticidad del potencial), mientras que, m
2
12 y λ567
son -en general- valores complejos. As´ı este potencial posee en total 14 para´metros libres, pero en virtud a que
los dobletes de Higgs no son observables f´ısicos - solo autoestados de masa son part´ıculas f´ısicas- se tiene la
libertad de redefinir esos dobletes y reducir el nu´mero total de grados de libertad.
Este potencial puede reescribirse a trave´s de una notacio´n ma´s adecuada en la determinacio´n de invariantes,
tranformaciones de base, y simetr´ıas, a la vez que tiene una forma compacta [89]8:
V (Φ) =
2∑
a,b=1
µabΦ
†
aΦb +
1
2
2∑
a,b,c,d=1
λab,cd(Φ
†
aΦb)(Φ
†
dΦc). (3.5)
Por definicio´n
λab,cd = λcd,ab. (3.6)
La hermiticidad del potencial implica:
µab = µ
∗
ba, y λab,cd = λ
∗
ba,dc (3.7)
La correspondencia entre las dos formas de escribir el potencial esta´ dada por:
µ11 = −m211, µ22 = −m222, µ12 = −m212, µ21 = −m∗212
λ11,11 = λ1, λ22,22 = λ2, λ11,22 = λ22,11 = λ3, λ12,21 = λ21,12 = λ4
λ12,12 = λ5, λ21,21 = λ
∗
5, λ11,12 = λ12,11 = λ6, , λ11,21 = λ21,11 = λ
∗
6,
λ22,12 = λ12,22 = λ7, λ22,21 = λ21,22 = λ
∗
7. (3.8)
Tranformaciones de Base
Ya que so´lo los autoestados de masas son observables f´ısicos, cualquier combinacio´n de los dobletes con respecto
a esas simetr´ıas de la teor´ıa debera´n producir las mismas predicciones. A fin de mirar esto de manera completa,
se notara´ cualquier combinacio´n como (Φ1,Φ2) una base para el doblete. Por medio de una transformacio´n
de base global, se pueden reescribir nuestros potenciales a trave´s de nuevos campos Φ′a obtenidos desde los
originales
Φ′a =
2∑
b=1
UabΦb. (3.9)
U es una matriz unitaria 2×2. En la notacio´n compacta PCG, bajo e´sta tranformacio´n unitaria, los coeficientes
del potencial tranforman como:
µ′ab =
2∑
c,d=1
UacµcdU
∗
bd =
(
UµU †
)
ab
, (3.10)
λ′ab,cd =
∑
e,f,g,h=1
UaeUcgλef,ghU
∗
bfU
∗
dh. (3.11)
8En lo subsecuente, estudiaremos las dos maneras de ver el potencial de Higgs. La escogencia dependera´ de la manera adecuada
en la que se pueden escribir algunas propiedades para los dos potenciales . A fin de distinguirlas, nombraremos a (3.4) como el
Potencial Extendido General (PEG) y a (3.5) como el Potencial Compacto General (PCG).
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Queda expl´ıcito el hecho que sobre (3.10) y (3.11) la fase global de U no impacta los cambios de para´metros
del potencial. Por lo tanto se considera U ∈ SU(2). Esto permite tratar la parametrizacio´n,
U =
(
eiχ cosψ ei(χ−ξ) sinψ
−ei(ξ−χ) sinψ e−iχ cosψ.
)
. (3.12)
Desde aqu´ı se puede determinar la manera en que transforman cada uno de los para´metros para la notacio´n
PEG, los cuales se encuentran expl´ıcitamente en [80]. As´ı, una transformacio´n de base puede ser utlizada para
eliminar algunos de los grados de libertad en el potencial escalar. Esto implica que no todos los para´metros
en ese potencial tienen significado f´ısico. Por lo tanto, los tres para´metros en nuestra sistematizacio´n del tipo
SU(2) establecida en (3.12) pueden ser usados para absorber tres de los 14 para´metros del potencial escalar,
haciendo que existan solo 11 grados de libertad f´ısicos en el potencial.
Simetr´ıas del potencial de Higgs
Debido a que el potencial escalar del 2HDM posee un gran nu´mero de para´metros libres, en adicio´n al amplio
desconocimiento experimental de este sector, la teor´ıa reduce su predictividad ante la fenomenolog´ıa en el re´gi-
men de altas energ´ıas. As´ı cualquier simetr´ıa (sumadas con los limitantes teo´ricas) que emergen de esta parte
del lagrangiano se convierte en una herramienta muy u´til para limitar al potencial. Desde un punto de vista
particular, el 2HDM contiene demasiadas fuentes de FCNC (Flavour Changing Neutral Currents), las cuales
pueden ser suprimidas fuertemente a trave´s de la imposicio´n de una simetr´ıa asociada a las trasformaciones
discretas entre los dobletes.
El conjunto de simetr´ıas, que dejan los te´rminos en las ecuaciones de movimiento inalteradas, pueden ser
catalogadas en dos tipos [80]:
1. Se puede relacionar Φa por medio de una transformacio´n unitaria de Φb,
Φa → ΦSa =
2∑
b=1
SabΦb. (3.13)
S es una matriz unitaria. El requerimiento general es que el potencial de Higgs sea invariante bajo esta
tranformacio´n, como un resultado de esta invarianza,
µab =
2∑
c,d
SacµcdS
∗
bd, (3.14)
λab,cd =
2∑
e,f,g,h=1
SaeScfλeg,fhS
∗
bgS
∗
dh. (3.15)
Las cuales son conocidas como las simetr´ıas de Familia de Higgs (HF). Este cambio en los dobletes no
coincide con la situacio´n considerada en las relaciones (3.10) y (3.11), ya que all´ı los coeficientes en el
lagrangiano cambian bajo dicha tranformacio´n. Por otro lado, las ecuaciones (3.13) y (3.14) implican la
existencia de una simetr´ıa HF sobre el potencial escalar debido a que los coeficientes de VH permanecen
inalterados.
2. Se puede relacionar a Φa con alguna tranformacio´n unitaria de Φ
∗
b :
Φa → ΦGCPa =
2∑
b=1
XabΦ
∗
b . (3.16)
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El “superscript” hace alusio´n a las versiones generales de la tranformaciones CP 9 En (3.16) X es
una matriz unitaria arbitraria. Al requerir que el potencial escalar sea invariante bajo esta simetr´ıa,
encontramos:
µab =
2∑
c,d=1
Xacµ
∗
cdX
∗
bd, (3.17)
λab,cd =
2∑
e,f,g,h=1
XaeXcfλef,ghX
∗
bgX
∗
dh (3.18)
Las cuales son conocidas como las simetr´ıas debidas a las tranformaciones generales GCP.
Bajo la tranformacio´n de base Φa → Φ′a = UabΦb de la eq (3.9) las formas espec´ıficas de las simetr´ıas HF y
GCP son cambiadas por medio de las formas:
S′ = USU †, (3.19)
X ′ = UXUT . (3.20)
Por lo tanto, una relacio´n de simetr´ıa entre los coeficientes del potencial escalar aparecera como una relacio´n
distinta si los coeficientes son escritos usando una base diferente para los dobletes de Higgs.
Una propiedad interesante, es que se pueden imponer simulta´neamente sobre una teor´ıa varias simetr´ıas HF
y/o GCP. Para el 2HDM, se ha demostrado que sin importar que combinaciones de simetr´ıas HF y/o´ GFCP
se impongan sobre el sector escalar, siempre se puede terminar en una de las seis distintas clases para los
potenciales [91]. Estas simetr´ıas se encuentra descritas en la Tabla 3.1, donde se muestran cada una de las
clases identificadas a trave´s de un ejemplo particular como adema´s de los limitantes obtenidos sobre los
para´metros seguidos desde la simetr´ıa espec´ıfica. El nu´mero de para´metros f´ısicos en el potencial puede en
general, en cada una de las seis clases, ser aun ma´s reducido por la escogencia de una base espec´ıfica para los
dobletes escalares. La forma en que se consigue lo anterior es a trave´s de la escogencia de una base adecuada,
de la misma manera en como se limito´ el potencial general del 2HDM en tan solo 11 para´metros de los 14 que
cumplia´n las normas iniciales de construccio´n de este sector escalar.
Clase N. Simetr´ıa m211 m
2
22 m
2
12 λ1 λ2 λ3 λ4 λ5 λ6 λ7 n
I U(2) m211 0 λ1 λ1 − λ3 0 0 0 3
II CP3 m211 0 λ1 λ1 − λ3 − λ4 0 0 4
III CP2 m211 0 λ1 −λ6 5
IV U(1) 0 0 0 0 6
V Z2 0 0 0 7
VI CP1 real real real real 8
Cuadro 3.1.: Las seis clases de simetr´ıas del potencial escalar con ejemplo en cada una de las categorias. n
indica nu´mero minimal de para´metros en el potencial escalar, obtenido en una base espec´ıfica.
Las seis clases de simetr´ıas espec´ıficas dadas como ejemplos en la Tabla 3.1 son descritas a trave´s de:
9La tranformacio´n esta´ndar CP para un doblete de Higgs establece:
Φ(t,x)→ ΦCP (t,x) = Φ∗(t,−x)
La presencia de varios dobletes ide´nticos requiere que la usual definicio´n de CP (ΦCP1 = Φ
∗
1 y Φ
CP
2 = Φ
∗
2 en una base (Φ1,Φ2))
sea preservada bajo cambios de base. Esta es la motivacio´n para introducir las trasformaciones Generales CP (GCP) [90].
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U(2) es la simetr´ıa HF ma´s fuerte y general, que considera una representacio´n de su transformacio´n a
partir de:
S =
(
e−iξ cos θ e−iψ sin θ
−eiψ sin θ eiξ cos θ
)
. (3.21)
ξ, θ, y ψ son para´metros arbitrarios.
CP3 es una simetr´ıa GCP con
X =
(
cos θ sin θ
− sin θ cos θ
)
, (3.22)
el a´ngulo θ reside en el primer cuadrante de manera gene´rica, i.e diferente de los dos valores espec´ıficos
0 y pi/2.
CP2 es una simetr´ıa GCP que espec´ıfica al comportamiento (3.22) en θ = pi/2. Esto conduce a
X =
(
0 1
−1 0
)
. (3.23)
U(1) es una versio´n restringida de la simetr´ıa HF de la ecuacio´n (3.21) con
S =
(
e−iξ 0
0 eiξ
)
, (3.24)
donde ξ es una para´metro arbitrario.
Z2 es la simetr´ıa bajo Φ2 → −Φ2,
S =
(
1 0
0 −1
)
. (3.25)
CP1 es la simetr´ıa esta´ndar CP , con
X =
(
1 0
0 1
)
(3.26)
Algunos de esos modelos pueden ser simplificados al escoger una base apropiada para los dobletes de Higgs:
Una base espec´ıfica puede ser escogida en el modelo CP2 tal que λ5 es real y λ6 = λ7 = 0. Con esto el
modelo solo tiene cinco para´metros.
En el modelo U(1) se puede tratar a λ5 real a trave´s de un cambio de fase de los dobletes, de tal forma
que la teor´ıa solo presenta 7 para´metros.
Se puede presentar una rotacio´n real de los dobletes en el modelo CP1 de tal forma que m212 llege a ser
cero. El modelo por tanto pasa a tener solo 9 para´metros libres.
Es importante anotar que el potencial escalar del Modelo Esta´ndar Supersime´trico Minimal (MSSM) no puede
ser introducido en algunas de las clases de simetr´ıa de Ivanov. De hecho, a nivel a´rbol en el potencial escalar
de el MSSM [92], se obtiene:
λ1 = λ2 =
g2 + g
′2
4
, λ3 =
g2 − g′2
4
, λ4 = −g
2
2
, λ5 = λ6 = λ7. (3.27)
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g y g′ son las constantes de acoples gauge -en su orden- de SU(2) y U(1). Este sector es similar a un modelo
U2-2HDM sime´trico, con la crucial diferencia que en el MSSM λ3+λ4 = −λ1, mientras que en tipo particular
de 2HDM λ3 + λ4 = λ1. Como veremos ma´s adelante, y como se introdujo en las motivaciones de una manera
heur´ıstica, se hace una continua referencia del MSSM como un caso particular del 2HDM, pero en virtud al
comportamiento de las simetr´ıas del GCP y de la familia de Higgs, esta aseveracio´n debe ser tratada con ma´s
cuidado. En realidad, los acoples en las relaciones (3.27) son invariantes del grupo de renormalizacio´n en el
MSSM, debido a la presencia de part´ıculas extra (e.g. gauginos). Las relaciones ana´logas en los acoples de un
modelo 2HDM particular no son protegidas en el Grupo de Renormalizacio´n, si este sector no se encuentra
supersimetrizado (en el sentido de la ampliacio´n habitual del grupo de Poincare´).
3.2.2. Rompimiento Esponta´neo de la Simetr´ıa
S´ı el potencial escalar del 2HDM cumple con la condicio´n de estar limitado inferiormente, este sera´ una funcio´n
polinomial cuartica, que conlleva a un mı´nimo global en el algu´n punto de la regio´n de para´metros. En el modelo
esta´ndar (seccio´n 2.2), solo se tienen dos mı´nimos: el trivial (uno para el cual el campo de Higgs adquiere VEV
cero), y el no-trivial donde el EWSSB ocurre fuera del origen, espec´ıficamente en 〈Φ〉 = v/√2.
En el 2HDM, la visio´n alrededor de los vac´ıos (tratados como puntos estacionarios del potencial sin importar si
este es un mı´nimo o´ no) es un poco ma´s rica. Bajo las parametrizaciones (3.3) se pueden obtener dos diferentes
tipos de vac´ıos10 (a parte del caso trivial):
El vac´ıo “Normal”, es aquella escogencia de la parametrizacio´n tal que los VEV no poseen ninguna fase
compleja. Esto hace que los dobletes sean expl´ıcitamente reales:
〈Φ1〉N =
(
0
v1√
2
)
, 〈Φ2〉N =
(
0
v2√
2
)
. (3.28)
v =
√
v21 + v
2
2 = 246 GeV y se define tan β = v2/v1. Se puede ver que este tipo de vac´ıo es similar al del
SM no trivial.
Vac´ıo de rompimiento CP , donde existe entre los VEVs una fase relativa compleja, que es
〈Φ1〉CP =
(
0
v¯1√
2
)
, 〈Φ2〉CP =
(
0
v¯2eiθ√
2
)
. (3.29)
v¯1 y v¯2 son nu´meros reales. Este sello CP sobre los VEV no es el ma´s apropiado, ya que tales vac´ıos son
posibles au´n en potenciales donde la simetr´ıa CP no esta´ definida, ya que dicha simetr´ıa pudo haber sido
espontan´emente rota a trave´s de otro mecanismo expl´ıcito. Dicha fase necesita mas condiciones para que
garantize el rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa CP (como se establece a trave´s de las simetr´ıas de
GCP de la seccio´n (3.2.1).
Todos los posibles vac´ıos en el 2HDM se reducen a uno de los vac´ıos nombrados, ya que estos pueden ser vistos
usando la libertad de escoger un gauge particular en SU(2)L ×U(1)Y . Con el objetivo de tratar lo anterior de
manera formal, se escriben los dobletes de la forma
Φ1 =
(
|ψ+1 |eiθ
+
1
|ψ01 |eiθ
0
1
)
, Φ2 =
(
|ψ+2 |eiθ
+
2
|ψ02 |eiθ
0
2
)
. (3.30)
10En realidad existen tres tipos de vac´ıos a parte de la configuracio´n trivial. El tercero se forma cuando los VEV poseen carga
ele´ctrica, cuyo para´metro aparece en la componente up (partes cargadas) de los campos. Este hecho permite la existencia
de fotones masivos, conduciendo a que vac´ıos de esta estructura tienen que ser abolidos a todo costo de cualquier ana´lisis
fenomenolo´gico que del 2HDM provenga.
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Las fases complejas sera´n en general funciones de coordenadas espacio-temporales. Entonces la transformacio´n
gauge local U1, esta´ dada por la matriz SU(2)L
U1 =
(
u11 u12
−u∗12 u∗11
)
, (3.31)
con
u11 =
|ψ02 |√
|ψ02 |2 + |ψ+2 |2
, (3.32)
u12 = − |ψ
0
2 |√
|ψ02 |2 + |ψ+2 |2
eiθ
+
2
−θ02 , (3.33)
se elimina la componente respectiva de ψ2. Una hipercarga combinada y tranformaciones gauge SU(2)L pueden
ser usadas para eliminar las fases de las componentes ma´s altas y ma´s bajas del campo Φ1, a trave´s del uso
de la matriz
U2 =
(
e−iθ
+
1 0
0 −iθ01
)
. (3.34)
Estas fases θ+1 y θ
0
1 difieren de las presentadas en la parametrizacio´n general de los dobletes (3.30), ya que
la segundas cambian bajo la transformacio´n gauge de U1. Con todo lo anterior, los dobletes son llevados a la
forma final:
Φ1 =
(
Re(ψ+1 )
Re(ψ01)
)
, Φ2 =
(
0
ψ02
)
. (3.35)
Esto corresponde a una forma t´ıpica que describe de manera general cualquier tipo de vac´ıo que reside en el
potencial del 2HDM11. As´ı esta forma de los dobletes es la ma´s general, adema´s, siempre existe una base para
la cual el vac´ıo ma´s gene´rico posee esa forma. Lo anterior puede ser deducido a trave´s de una cadena de cambios
de base ma´s una transformacio´n gauge. Este me´todo es utilizado fuertemente en modelos de N-dobletes de
Higgs con simetr´ıas como las aqu´ı consideradas [80].
Con todo lo anterior en mente, miraremos en ma´s detalle las condiciones de minimizacio´n de los potenciales
con respecto a las componentes de los campos. Es ido´neo escribir los dobletes en te´rminos de los VEVs v˜i,
donde un punto estacionario del potencial es encontrado si el conjunto de ecuaciones
∂V
∂v˜i
= 0, (3.36)
tiene soluciones anal´ıticas. En te´rminos de los para´metros de la notacio´n compacta del potencial (3.5), y para
un conjunto completo general de VEVs tales que 〈Φa〉 = v˜a/
√
2, las condiciones extremas pueden ser escritas
como:
11Para un vac´ıo que viole conservacio´n de la carga ele´ctrica, los valores tomados en (3.35) ser´ıan Re(ψ+1 ) = α/
√
2, Re(ψ01) = v
′
1/
√
2
y ψ02 = v
′
2/
√
2. Siendo este tipo de vac´ıo la estructura ma´s general que se puede encontrar como sucesio´n puntos estacionarios
del potencial de Higgs.
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2∑
b=1
µab + 1
4
2∑
c,d=1
λab,cdv˜
∗
d v˜c
 v˜b = 0. (3.37)
Multiplicando por v˜∗a, esto conduce a
2∑
a,b=1
µab (v˜
∗
av˜b) =
1
4
2∑
a,b,c,d=1
λab,cdv˜
∗
av˜bv˜
∗
d v˜c. (3.38)
Si se hace una transformacio´n de base como la presentada en (3.9), los VEVs son cambiados a trave´s de:
v˜a → v˜′a =
2∑
b=1
Uabv˜b. (3.39)
Un tranformacio´n del estilo de GCP, relacio´n (3.16), establece para los valores esperados en el vac´ıo lo siguiente:
v˜a → v˜GCPa = Xaa
2∑
α=1
v˜∗a. (3.40)
Los diferentes puntos estacionarios del vac´ıo de violacio´n de la simetr´ıa CP (como el vac´ıo abolido de violacio´n
de la conservacio´n de la carga ele´ctrica) son determinados por tres ecuaciones. Ya que el potencial del 2HDM
depende de 8 componentes de campo reales, cualquier punto estacionario deber´ıa ser solucio´n de un conjunto
de 8 ecuaciones con 8 inco´gnitas, las cuales emergen desde (3.37). En virtud a que todos los vac´ıos siempre se
reducen a los vac´ıos simplificados CP , CB y normal, muchas de esas ecuaciones son trivialmente satisfechas.
Consideraremos el caso en el que existe violacio´n de la simetr´ıa CP, donde los VEVs asociados son siempre
obtenidos anal´ıticamente en te´rminos de los para´metros del potencial. Restringiendo los potenciales (en la
notacio´n extendida tradicional) donde la simetr´ıa CP esta´ bien definida (en el sentido en que all´ı no existe una
violacio´n esponta´nea de CP ), se obtiene que:
 v¯21v¯22
v¯1v¯2 cos θ
 = 2
 λ1 λ3 + λ4 − Re(λ5) 2Re(λ6)λ3 + λ4 − Re(λ5) λ2 2Re(λ7)
2Re(λ6) 2Re(λ7) 4Re(λ5)
−1 m211m222
−2Re(m212)
 . (3.41)
Es importante anotar que, ma´s alla de los cambios irrelevantes f´ısicamente, el vac´ıo CP es u´nico.
De ahora en adelante nos centramos en la determinacio´n de la matriz de masa para un vac´ıo Normal. En virtud
a que la forma funcional de esta es un poco ma´s complicada que para el caso de violacio´n CP, este caso de
vac´ıo requiere un tratamiento especial. De hecho, para muchos potenciales, las condiciones de minimizacio´n
no pueden ser solucionadas anal´ıticamente. As´ı, para el modelo de potencial ma´s general tenemos:
∂V
∂v1
= 0→ m211v1 − Re
(
m212
)
v2 +
λ1
2
v31 +
λ345
2
v1v
2
2 +
1
2
[
3Re(λ6)v
2
1v2 +Re(λ7)v
3
2
]
= 0, (3.42a)
∂V
∂v2
= 0→ m222v2 − Re
(
m212
)
v1 +
λ2
2
v32 +
λ345
2
v2v
2
1 +
1
2
[
3Re(λ6)v
3
1 + 3Re(λ7)v2v
2
1
]
= 0. (3.42b)
Las masas de los Higgs y los autoestados de Higgs son definidos en te´rminos de los para´metros mij y λi
del potencial. As´ı existe una dependencia expl´ıcita de la fenomenolog´ıa y la eleccio´n del potencial de Higgs
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con el que se trabaja. Cuando la matriz de masa es correctamente diagonalizada, se obtienen las masas y los
respectivos autoestados de masa de los bosones Higgs. Para el vac´ıo normal, el sector de Higgs tiene el siguiente
espectro: dos escalares de CP -par (H0, h0), un escalar de CP -impar (A0)12, dos bosones de Higgs cargados,
y tres bosones de Goldstone G±, G0 emergentes de la ruptura esponta´nea de la simetr´ıa del SM, los cuales
representan -respectivamente- las componentes longitudinales de los bosones W± y Z0. Los autoestados de
masa descritos son obtenidos desde la parametrizacio´n general (3.30) de los autoestados gauge, a trave´s de las
siguientes transformaciones:
(
cos β sin β
− sinβ cos β
)(
ψ+1
ψ+2
)
=
(
G+
H+
)
, (3.43a)(
cosα sinα
− sinα cosα
)(
h1
h2
)
=
(
H0
h0
)
, (3.43b)(
cos β sin β
− sin β cos β
)(
η1
η2
)
=
(
G0
A0
)
, (3.43c)
con
tan β =
v2
v1
, sin β =
v2√
v21 + v
2
2
. (3.44)
As´ı α, suele ser denominado el a´ngulo de mezcla entre los bosones de Higgs de CP -par, el cual es diferente para
los distintos potenciales. tan β es un nuevo para´metro que emerge del hecho de que los dos dobletes podr´ıan
adquirir un VEV. En gran parte de los tipos de 2HDM las contribuciones a la nueva f´ısica son muy sensibles
a e´ste para´metro. Esfuerzos en esta direccio´n han sido tratados en [69, 81], donde se realizan desarrollos
independientes de la base escogida y se reinterpreta el siginificado de β.
Existen un conjunto de anotaciones generales acerca de las condiciones de minimizacio´n para el vac´ıo normal:
Para modelos con potenciales sin rompimiento de Z2, simetr´ıa U(1), U(2), CP2 y CP3, las condiciones de
minimizacio´n pueden ser solucionadas anal´ıticamente, si no existen para´metros que permitan su violacio´n
suave13.
Para aquellos modelos en los cuales m212 = λ6 = λ7 = 0 (cumplimiento exacto de la simetr´ıa Z2), las
condiciones de minimizacio´n (3.42) permiten soluciones de la forma v1 6= 0, v2 = 0 y v1 = 0, v2 6= 0. Para
cada uno de los casos tenemos:
v21 = −
2m211
λ1
, v22 = −
2m222
λ2
(3.45)
con m211 < 0 o´ m
2
22 < 0. Aqu´ı se identifica los denominados modelos inertes. En estos modelos, los vac´ıos
generan part´ıculas escalares, las cuales no se acoplan a los bosones gauge (adema´s pueden desacoplarse
de los fermiones en los sectores de Yukawa). En virtud a que sus acoples son realmente de´biles, estos
modelos generan buenos candidatos en procesos de materia oscura.
Las condiciones de minimizacio´n en general no tienen soluciones u´nicas. Cuando no se admiten vac´ıos
inertes se pueden producir varios conjuntos de VEVs {v1, v2} los cuales no se relacionan a trave´s de
cambios de signo triviales.
12La referencia de bosones neutros de Higgs de CP -par o de CP -impar, hace alusio´n a la forma de transformacio´n de estos
campos ante la simetr´ıa de paridad y conjugacio´n de carga. Estos aspectos sera´n discutidos con mayor amplitud en la seccio´n
subsecuente.
13En este contexto, nos referiremos a la violacio´n suave de alguna simetr´ıa si el te´rmino que logre esto persite solo en niveles muy
altos de la teor´ıa de perturbaciones (ver seccio´n 3.5).
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3.2.3. Matriz de masa para el vac´ıo Normal
Para corroborar si un punto estacionario es un mı´nimo, se necesita analizar la segunda derivada del potencial,
produciendo la denominada matriz de masa.
Con las condiciones de minimizacio´n para el vac´ıo normal y la parametrizacio´n de los dobletes, la masa al
cuadrado del escalar cargado esta´ dada por los autovalores de una matriz 2×2, cuyos elementos son calculados
a trave´s de
[
M2H±
]
ij
=
∂2VH
∂φ+i φ
−
i
. (3.46)
Esta matriz posee un autovalor cero, el cual corresponde al boso´n de Golstone G± (son las correspondientes
componentes longitudinales de W±). Con esto, la masas al cuadrado se transforman en
M2H± = −
v2
2v1v2
[−Re(m212) + (λ4 +Re(λ5)v1v2 +Re(λ6)v21 +Rev22)] . (3.47)
Asumiremos un potencial que conserva expl´ıcitamente CP (en dicha base los acoples son enteramente reales).
La matriz de masa del pseudoescalar es una matriz 2 × 2 de segundas derivadas de las partes imaginarias de
las componetes neutrales,
[
M2A
]
ij
=
1
2
∂2VH
∂Im(φ0i )∂Im(φ
0
j )
=
v1v2
v2
M2A
( v2
v1
−1
−1 v1v2
)
. (3.48)
Estos elementos han sido simplificados a trave´s de las condiciones de minimizacio´n. Un autovalor de esta matriz
es cero, el cual corresponde a un boso´n de Goldstone que genera la masa de Z0. Por ende, la masa al cuadrado
para el boso´n pseudoescalar es [69, 57, 92]:
M2A =M
2
H± +
1
2
[λ4 − Re(λ5)] v2. (3.49)
Para el caso de los escalares CP -par, tenemos:
[
M2h
]
=
1
2
∂2VH
∂Re(φ0i )∂Re(φ
0
j )
=
(
a c
c b
)
. (3.50)
Estos elementos matriciales tienen la siguiente forma expl´ıcita:
a = m211 + 3
λ1
2
v21 +
λ345
2
v22 + 3Re(λ6)v1v2, (3.51a)
b = m222 + 3
λ1
2
v22 +
λ345
2
v21 + 3Re(λ7)v1v2, (3.51b)
c = −Re(m212) +
3
2
[
Re(λ6)v
2
1 +Re(λ7)v
2
2
]
+ λ345v1v2. (3.51c)
(3.51d)
Se ha definido λ345 = λ3+ λ4 +Re(λ5). Como ya se hab´ıa hecho expl´ıcito en (3.43b), los autoestados de masa
de esta matriz son representados como h0 y H0, que son respectivamente el estado ma´s ligero y ma´s pesado
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de los bosones de Higgs de CP -par. El a´ngulo α de diagonalizacio´n de la matriz (3.50) (al igual que en la
parametrizacio´n utilizada en 3.43b) esta´ definido como:
H = − cosαRe(φ01)− sinαRe(φ02) (3.52)
h = sinαRe(φ01)− cosαRe(φ02). (3.53)
Despue´s de definir razones entre los bosones escalares de Higgs, el a´ngulo α de diagonalizacio´n queda deter-
minado a trave´s de los elementos matriciales de (3.50) por:
tan 2α =
2c
a− b . (3.54)
Para el caso ma´s general del potencial del 2HDM de acople complejos, entonces podra´ existir una mezcla entre
los escalares neutros de CP -par y de CP -impar. Los escalares neutros sera´n los autovalores de la siguiente
matriz 4× 4,
[
M2N
]
ij
=
([
M2h
] [
M2I
][
M2I
] [
M2A
]) , (3.55)
compuesta por bloques de tres matrices 2× 2. La matrices [M2A] y [M2h] esta´n dadas por las matrices (3.48)
y (3.50) -respectivamente-. La matriz
[
M2I
]
esta´ dada por:
[
M2I
]
=
(
AI BI
CI DI
)
. (3.56)
Cuyos elementos son:
AI =
1
2
v2 [Im(λ5)v2 + 2Im(λ6)v1] , (3.57a)
BI = Im(m
2
12)− Im(λ5)v1v2 −
3
2
Im(λ6)v
2
1 −
1
2
Im(λ7)v
2
2 , (3.57b)
CI = −Im(m212) + Im(λ5)v1v2 +
1
2
Im(λ6)v
2
1 −
3
2
Im(λ7)v
2
2 , (3.57c)
DI = −1
2
v1 [Im(λ5v1 + 2Im(λ7)v2] . (3.57d)
Para asegurar que existe un boso´n de Goldstone neutro, uno de los autovalores de esta matriz deben ser cero.
En adicio´n, para vac´ıos neutros inertes y de violacio´n CP , las matrices de masas pueden encontrarse en [80].
3.3. La base del Higgs
Despue´s del EWSSB con un vac´ıo neutro, los campos adquieren valores esperados en el vac´ıo generales v1 y
v2e
iδ/2 (sin perdida de generalidad consideramos a los vi ∈ Re). A fin de encontrar el conjunto de interacciones
del Higgs en los diferentes sectores, es conveniente realizar una rotacio´n de los dobletes de tal forma que los
VEV aparezcan en el primer doblete, mientras que el segundo campo es llevado a tener un VEV igual a cero.
Esto es conocido como la base del Higgs {H1,H2}, obtenida a trave´s de una transfomacio´n unitaria14:
14Este es un caso particular de las transformaciones de base contempladas en la seccio´n 3.2.1
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Ha =
2∑
b=1
UabΦb. (3.58)
La matriz unitaria de transformacio´n puede ser parametrizada por
U =
e−iδ/2
v
(
v1e
−iδ/2 v2e−iδ/2
−v2eiδ/2 v1e−iδ/2
)
, (3.59)
con nuestra restriccio´n v =
√
v21 + v
2
2 = (
√
2Gf ) ' 246 GeV. Esta tranformacio´n rota los VEVs en H1,
permitiendo realizar la parametrizacio´n:
H1 =
(
G+(
v +H + iG0
)
/
√
2
)′
HB
H2 =
(
H+
(R+ iI) /
√
2
)
HB
. (3.60)
G+ y G0 son los bosones de Goldstone, que el gauge unitario se convierten en las partes longitudinales de los
bosones gauge respectivos W+ y Z0, mientras que H,R, I son los campos neutros reales.
En realidad existen muchas bases de Higgs, por ejemplo las que se encuentran alteradas por una fase en el
segundo doblete en esta base:
H2 → eiξH2, (3.61)
manteniendo de igual manera el VEV en H1. Bajo esta transformacio´n de base, los campos R e I son rotados
por
(
R
I
)
→
(
cos ξ sin ξ
− sin ξ cos ξ
)(
R
I
)
. (3.62)
Al ir de una base gene´rica a la base del Higgs, los acoples en el potencial escalar llegan ser rotados por medio
de dicha transformacio´n. Comparando la parametrizacio´n general (3.12) con la ana´loga en la transformacio´n
a la base de Higgs (3.59), se puede encontrar que
tan β =
v2
v1
, χ = δ/2, y ξ = χ. (3.63)
As´ı, los coeficientes del potenciales en la base del Higgs pueden ser obtenidos desde aquella base gene´rica
mediante la identificacio´n de estas relaciones [80]. Los coeficientes cuadra´ticos y cuarticos del potencial escalar
en la base del Higgs sera´n denotados respectivamente por m¯2ij y λ¯i.
Las condiciones estacionarias son simples:
m¯211 = −
1
2
λ¯1v
2 (3.64)
m¯212 =
1
2
λ¯6v
2. (3.65)
Por lo tanto el para´metro complejo m¯212 esta´ determinado por m¯
2
11, λ¯1 y λ¯6. As´ı se establecera´n 12 para´metros
para el potencial 2HDM ma´s general. Sin embargo el hecho de que podemos multiplicar por una fase a H2,
implica que solo las fases relativas de los para´metros complejos λ¯5, λ¯6 y λ¯7 tienen significado f´ısico, as´ı en
realidad solo existen 11 para´metros f´ısicos, como se hab´ıa hecho expl´ıcito en discusiones anteriores. Anotando
siempre, que existira´n potenciales en los cuales las simetr´ıas reduzcan los para´metros a un conjunto ma´s
pequen˜o. En las secciones subsecuentes discutiremos la influencia de la base de Higgs en la construccio´n de las
diferentes interacciones existentes en el 2HDM.
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3.4. Te´rminos de masa e interacciones en el sector escalar
En la base del Higgs el potencial escalar ma´s general y renormalizable adquiere la forma:
V = m¯211H
†
1H1 + m¯
2
22H
†
2H2 −
(
m¯212H
†
1H2 + h.c.
)
(3.66)
+
λ¯1
2
(
H†1H1
)2
+
λ¯2
2
(
H†2H2
)2
+ λ¯3H
†
1H1H
†
2H2 + λ¯4H
†
1H2H
†H1 (3.67)
+
[
λ5
2
(
H†1H2
)2
+
(
λ¯6H
†
1H1 + λ¯7H
†
2H2
)
H†1H2 + h.c.
]
(3.68)
Cuyo valor esperado en el vac´ıo es:
〈0|V |0〉 = m¯11 v
2
4
= − λ¯1v
4
8
(3.69)
Los te´rminos de masa esta´n dados por la parte del potencial que es bilineal en los campos (V2), i.e:
V2 = m
2
H+H
−H+ +
1
2
(
H R I
)
M
HR
I
 (3.70)
Desde los para´metros en esta base, la masa del Higgs cargado es:
m2H+ = m¯
2
22 + λ¯3
v2
2
. (3.71)
Se observa como en e´sta base el campo H+ de la parametrizacio´n (3.60) es f´ısico y posee masa mH+ . En el
otro miembro de la relacio´n (3.70), M se encuentra descrita por:
M =
 λ¯1v2 Re(λ¯6)v2 −Imλ¯6v2Re(λ¯6)v2 m2H+ + (λ¯4 +Re(λ¯5))v2/2 Imλ¯5v2
−Imλ¯6v2 −Imλ¯5v2 m2H+ + (λ¯4 − Re(λ¯5))v2/2
 . (3.72)
Esta matriz sime´trica M es diagonalizada por una matriz ortogonal T , a partir de
T TMT =
m2H0m2h0
m2A0
 . (3.73)
El potencial bilineal puede ser escrito por
V2 = m
2
H+H
−H+ +
1
2
3∑
j=1
m2jSj. (3.74)
Siendo los campos neutros H,R, I combinaciones lineales de los campos neutros f´ısicos S1, S2, S3 (autoestados
de masa):
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HR
I
 = T
S1S2
S3
 =
T11 T12 T13T21 T22 T23
T31 T32 T33
S1S2
S3
 . (3.75)
T es una matrix ortogonal 3 × 3. Sin perdida de generalidad asumiremos que T posee determinante +1. El
campo Sj
15 (j = 1, 2, 3) tiene masa msj . Esta mezcla general de los autoestados a trave´s de T , surge por que
el vac´ıo utilizado para generar el SSB es en general neutro sin ninguna suposicio´n de su comportamiento ante
la simetr´ıa CP . Ejemplos de las mezclas entre los autoestados en te´rminos de los autoestados gauge para el
caso de una vac´ıo neutro que conserva CP se encuentran en las relaciones (3.43).
Con todos estos hechos en mente, podemos mirar como son los comportamientos de las interacciones en este
sector. La parte que es trilineal en los campos puede ser escrita como:
V3 = V3H + V3HG. (3.76)
V3Higgs tiene en cuenta las interacciones de u´nicamente bosones de Higgs (ya sea neutros de CP-par o impar,
o Higgs cargados), el cual para esta base tiene la forma expl´ıcita:
V3Higgs =
3∑
j=1
SjSkSl
[
v
2
aj (δkl − T1kT1l) + 1
v
(
m2H+ −
m2sj
2
)
T1jT1kT1l +
m2k −m2H+
v
T1jδkl
]
+ vH+H−
3∑
j=1
ajSj ; aj ≡ T1j λ¯3 + T2jRe(λ¯7 − T3jImλ¯7). (3.77)
Ejemplos de las interacciones aqu´ı presentes se encuentran representadas en la Figura 3.1.
Sk
Sk
Sj
H−
H+
Sj
Figura 3.1.: Interacciones trilineales de los bosones de Higgs del 2HDM.
El sector asociado a V3HG contiene aquellas interacciones trilineales donde ocurren interacciones entre los
bosones de Higgs y los bsones de Goldstone:
V3HG =
[
G−G+ +
(
G0
)2
2
]
3∑
j=1
SjT1j
msj
v
+G+H−
3∑
j=1
(T2j + iT3j)
m2sj −m2H+
v
+G−H+
3∑
j=1
(T2j − iT3j)
m2sj −m2H+
v
+G0
(
S1SjT13
m2s1 −m2s2
v
+ S3S1T12
ms3 −ms1
v
+ S2S3T11
m2s2 −m2s3
v
)
(3.78)
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G+, G0
G−, G0
Sj
G∓
H±
Sj
Sj
Sk
G0
Figura 3.2.: Interacciones trilineales de los Higgs del 2HDM con los bosones de Goldstone. En el diagrama de
la derecha se cumple la restriccio´n j 6= k
Algunos ejemplos de las interacciones trilineales presentes en este sector son dadas en la Figura 3.2
Los te´rminos cuadrilineales por su extensio´n no son tratados aqu´ı. Para un referencia diagrama´tica de dichos
acoples, para el caso del 2HDM tipo II y en la base del Higgs, pueden ser encontrados en la referencia [57].
Para el comportamiento de los ve´rtices en una base gene´rica del potencial para el gauge R, la referencia que
contiene la diagonalizacio´n de dichas interacciones es [18].
3.4.1. Sector Cine´tico del 2HDM
Este sector es el encargado de dotar de masas a los bosones gauge y provee las interacciones entre estos y los
bosones de Higgs. El Lagrangiano cine´tico extendido esta´ decrito por:
Lcin = (DµΦ1)† (DµΦ1) + (DµΦ2)† (DµΦ2) ; Dµ = ∂µ − igTaW aµ − ig′
Yq
2
Bµ. (3.79)
El sector cine´tico, a diferencia del potencial escalar y el sector de interacciones fermio´nicas (como se vera´ en
la siguiente seccio´n), es ba´sicamente u´nico 16 debido a la invarianza gauge.
Con el fin de examinar las interacciones presentes en este sector, es conveniente trabajar en una representacio´n
real para los generadores, donde se pueda ver el asignamiento La = −iτa. La dimensio´n respectiva se dobla al
realizar la identificacio´n [69],
Φi =
(
Reφ+k + iImφ
+
k
Reφ0k + iImφ
0
k
)
→

Reφ+k
Imφ+k
Reφ0k
Imφ0k
 k = 1, 2. (3.82)
La asignacio´n debida a los Li en las representaciones reales producen:
15Sj tienen que ser identificado con los bosones de Higgs neutros de CP -par y CP -impar; h
0,H0 y A0 (η0).
16Aunque el puede ser una derivacio´n de un sector ma´s general que tenga te´rminos de violacio´n de la simetr´ıa Z2 (simetr´ıa en el
tipo de las familias de Higgs) en la que Φ1 → Φ1 y Φ2 → −Φ2. Con esto, un Lagrangiano ma´s general puede ser construido de
la manera:
Lcin = (DµΦ1)† (DµΦ1) + (DµΦ2)† (DµΦ2) + κ (DµΦ1)† (DµΦ2) + κ (DµΦ2)† (DµΦ1) (3.80)
Nuestro lagrangiano (3.79) (con κ = 0) es ya invariante bajo conjugacio´n de carga y simetr´ıas globales de tipo Z2. En la base
del Higgs y con el cumplimiento exacto de la simetr´ıa Z2 para este sector, podemos escribir al Lagrangiano cine´tico, a trave´s
de:
Lgc =
2∑
k=1
(DµHk)
† (DµHk) . (3.81)
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L1Φk ≡ −iτ1φk → 1
2

Imφ0k
−Reφ0k
Imφ+k
−Reφ+k
 ; L2Φk ≡ −iτ2φk → 12

−Reφ0k
−Imφ0k
Reφ+k
Imφ+k
 ;
L3Φk ≡ −iτ3φk → 1
2

Imφ+k
−Reφ+k
−Imφ0k
Reφ0k
 ; L4Φk ≡ −iτ4φk → 12

Imφ+k
−Reφ+k
Imφ0k
−Reφ0k
 . (3.83)
As´ı encontramos las respectivas formas matriciales:
L1 =
1
2

0 0 0 1
0 0 −1 0
0 1 0 0
−1 0 0 0
 , L2 = 12

0 0 −1 0
0 0 0 −1
1 0 0 0
0 1 0 0
 ,
L3 =
1
2

0 1 0 0
−1 0 0 0
0 0 0 −1
0 0 1 0
 , L4 = 12

0 1 0 0
−1 0 0 0
0 0 0 1
0 0 −1 0
 . (3.84)
Desde estas formas de los generadores del grupo de simetr´ıa, la derivada covariante se tranforma en:
Dµ = ∂µ + gLiW
i
µ + g
′
L4W
4
µ . (3.85)
Esto permite expandir el lagrangiano al usar las representaciones cuadridimensionales para cada doblete (3.82)
y de los generadores (3.84).
Campos gauge
La matriz de masa resultante para los campos gauge se obtiene de los VEVs,
1
2
M2abW
a
µW
µb; M2ab = 2
2∑
k=1
(gaLavk)
† (gbLbvk) , (3.86)
con a, b = 1, 2, 3, 4 indican los bosones gauge (autoestados gauge) correspondientes a los generadores τi, Y .
Siguiendo el proceso de diagonalizacio´n presentado para el SM en la seccio´n 2.1, los te´rminos de masa y los
autoestados para los bosones gauge, se encuentra para los W±:
W±µ =
W 1µ ∓ iW 2µ√
2
; M2W± =
1
4
g2
(
v21 + v
2
2
)
(3.87)
Mientras que para Z0 y el foto´n:
(
Zµ
Aµ
)
=
(
cos θw − sin θw
sin θw cos θw
)(
W 3µ
W 4µ
)
. (3.88)
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La masa del boso´n Z0 esta´ dada por
m2z =
1
4
(
v21 + v
2
2
) (
g
′2 + g2
)
=
M2w
cos2 θw
, (3.89)
con θw es el a´ngulo de Weinberg. En virtud a que en el SM el valor v
2 = 4M
2
w
g2
es un para´metro conocido, y
al considerar que los VEV de los dos dobletes coincidan con el del doblete minimal, obtenemos la restriccio´n
fundamental a nivel a´rbol
v21 + v
2
2 = v
2. (3.90)
Interacciones con los bosones gauge
El lagrangiano despue´s de la expansio´n (en te´rminos de los autoestados de masa) puede ser descrito a trave´s
de17
L
cin
= L
Hi
+ L
Gold
+ L
Gau
+ L
HiGold
+ L
HiGau
+ L
GoldGau
+ L
HiGoldGau
. (3.91)
Sabemos que en la base de Higgs los dobletes pueden ser parametrizados de la forma:
H1 =
(
G+
(v +H + iG0)/
√
2
)
, H2 =
(
H+
(R+ iI)/
√
2
)
, (3.92)
G+ y G0 son los bosones de Goldstone, H,R y I son los campos neutros reales. En esta base el campo de
higgs cargado H+ y tiene masa mH+ , mientras que los campos neutros H,R, I son combinaciones lineales de
los campos neutros f´ısicos:
HR
I
 = T
S1S2
S3
 =
T11 T12 T13T21 T22 T23
T31 T32 T33
S1S2
S3
 . (3.93)
T es una matrix ortogonal 3 × 3. Sin perdida de generalidad asumiremos que T posee determinante +1. El
campo Sj
18 (j = 1, 2, 3) tiene masa msj .
El te´rmino asociado al Higgs se construye de tal forma en la que se encuentra el elemento asociado al propagador
de los bosones de Higgs neutros (CP -par y CP -impar) y cargados:
L
Hi
=
(
∂µH
−) (∂µH+)+ 1
2
3∑
j=1
(∂µSj) (∂
µSj) . (3.94)
Extendiendo este mismo sector, encontramos para los bosones de Goldstone:
L
Gold
=
(
∂µG
−) (∂µG+)+ (∂µG0) (∂µG0)
2
. (3.95)
17Aqu´ı consideramos al expansio´n en el R-gauge general. Para el gauge Unitario los bosones Goldstone desaparecen del espectro
con el fin de convertirse en la partes longitudinales de los bosones gauge.
18Sj tienen que ser identificados con los bosones de Higgs neutros de CP -par y CP -impar; h
0,H0 y A0 (con la generalizacio´n η0).
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Para la interaccio´n u´nica de los bosones gauge, tenemos respectivamente sus te´rminos masivos:
L
Gau
= m2WW
−
µ W
µ+ +
m2z
2
ZµZ
µ. (3.96)
Las interacciones entre bosones Gauge y Goldstone se encuentras dadas por:
L
GoldGau
= i
[
ζ
GG
γ
Aµ + ζ
GG
Z
Zµ
] (
G+∂µG− −G−∂µG+)− [ζGW
γ
mWAµ + ζ
GW
Z
Zµ
] (
W−µG+ +W+µG−
)
+
[
ζ
GG
WW
W−µ W
+µ + ζ
GG
γγ
AµA
µ
2
+ ζ
GG
ZZ
ZµZ
µ
2
+ ζ
GG
γZ
AµZ
µ
]
G−G+
+
[
ζ
GG
WW
W−µ W
+µ + ζ
GG′
ZZ
ZµZ
µ
2
] (
G0
)2
2
− i
[
ζ
GG
γW
Aµ + ζ
GG
ZW
Zµ
] (
W+µG− −W−µG+)G0
+mzZµ∂
µG0 + imW
(
W−µ ∂
µG+ −W+µ ∂µG−
)
. (3.97)
Este lagrangiano se encuentra organizado, en su orden, a trave´s de los te´rminos trilineales y cuadrilineales de
la interaccio´n de los bosones Gauge y los bosones de Goldstone19. Los u´ltimos dos te´rminos corresponden a la
mezcla de los bosones Gauge W± y Z0 con los bosones de Goldstone G± y G0 -respectivamente-. En el gauge
unitario, estos u´ltimos acoples sera´n por tanto los encargados de asociar las componentes masivas axiales de
los bosones gauge.
Los ve´rtices entre los bosones Gauge y Higgs se encuentran descritos mediante la expresio´n
L
HiGau
= i
[
ζ
HH
γ
Aµ + ζ
HH
Z
Zµ
] (
H+∂µH− −H−∂µH+)+ [mW ζWWS W−µ W+µ +mzζZZS ZµZµ2
] 3∑
j=1
T1jSj
+
[
ζ
HH
WW
W−µ W
+µ + ζ
HH
γγ
AµA
µ
2
+ ζ
HH
ZZ
ZµZ
µ
2
+ ζ
HH
γZ
AµZ
µ
]
H−H+
+
[
ζ
SS
WW
W−µ W
+µ + ζ
SS
ZZ
ZµZ
µ
2
]
1
2
3∑
j=1
S2j
+ ζSSZ Zµ
[
T13 (S1∂
µS2 − S2∂µS1) + T12 (S3∂µS1 − S1∂µS3) + T11 (S2∂µS2 − S2∂µS1)
]
+ iζ
SH
W
[
W+µ
3∑
j=1
(T2j + iT3j)
(
H−∂µSj − Sj∂µH−
)
+W−µ
3∑
j=1
(T2j − iT3j)
(
Sj∂
µH+ −H+∂µSj
) ]
−
[
ζ
WG
γS
Aµ + ζ
WG
ZS
Zµ
]{
W+µ H
−
3∑
j=1
(T2j + iT3j)Sj +W
−
µ H
+
3∑
j=1
(T2j − iT3j)Sj
}
. (3.98)
Algunos ejemplos de la forma de las interacciones en los acoples trilineales entre Z0 y el foto´n con los bosones
de Higgs cargado, como adema´s las interacciones cuadrilineales entre los bosones de Higgs neutros y los bosones
gauge W± y Z0 20 se encuentran esquematizados en la Figura (3.3). En la l´ınea posterior del sector 3.98 se
19Para las interacciones del tipo GGV tenemos tres acoples, que para el 2HDM (background SM) toman la forma: ζ
GG
γ
= ζ
GW
γ
= e,
ζ
GG
Z
= −g cos (2θw) /2 cos θw y ζGWZ = g sin2 θw. Para las interacciones cuadrilineales GGVV, los acoples de nuestra notacio´n son:
ζ
GG
WW
= g2/2, ζ
GG
γγ
= 2e2, ζ
GG
ZZ
= g2 cos2(2θw)/2 cos
2 θw, ζ
GG
Zγ
= eg/ cos θw cos 2θw, ζ
GG′
ZZ
= g2/2 cos2 θw (Goldstone neutros),
ζ
GG
γW
= eg/2 y ζ
GG
ZW
= g2 sin2 θw/2 cos θw.
20En nuestra notacio´n para el 2HDM los acoples con los Higgs cargados y los bosones γ y Z0 toman la forma ζ
HH
γ
= e, ζ
HH
Z
=
g cos(2θw)/2 cos θw. Los acoples entre los Z, W
± con los bosones de Higgs neutros son: ζ
WW
S
= g, ζ
ZZ
S
= 1/ cos θw , ζ
SS
Z
=
g/2 cos θw. Para la interaccio´n de un Higgs neutro con un Higgs cargado, un boso´n neutro y un W , tenemos el acople ζ
SH
W
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encuentran las interacciones trilineales entre dos Higgs neutros y Z, mientras que en los u´ltimos segmentos se
generan las interacciones trilineales entre un Higgs cargado, un Higgs neutro y un boso´n W+ e interacciones
cuadrilineales de un Higgs cargado, un Higgs neutro un boso´n W y un boso´n gauge neutro (γ o´ Z0).
H+
H−
γ, Z0
W+, Z0
W−, Z0
Sj
H+, Sj
H−, Sj W+, Z0
W−, Z0
Figura 3.3.: Interacciones trilineales y cuadrilineales de los Higgs del 2HDM y los bosones gauge. El diagrama
de la derecha es establecido para cualquiera de los estados all´ı descritos en los que que exista
conservacio´n de la carga ele´ctrica en el ve´rtice.
Los acoples ma´s estructurados provienen de las interacciones entre los bosones de Higgs, bosones de Goldstone
y bosones Gauge, cuyo lagrangiano se encuentra representado por la expresio´n:
LHiGoldGau = ζSGZ Zµ
[
3∑
j=1
T1j
(
Sj∂
µG0 −G0∂µSj
)
+ iζ
GS
W
[
W+µ
3∑
j=1
T1j
(
G−∂µSj − Sj∂µG−
)
+W−µ
3∑
j=1
T1j
(
Sj∂
µG+ −G+∂µSj
)
+ iW+µ
(
G−∂µG0 −G0∂µG−)+ iW−µ (G0∂µG+ −G+∂µG0)
]
−
[
ζ
WG
γS
Aµ + ζ
WG
ZS
Zµ
]{ (
W+µ G
− +W−µ G
+
) 3∑
j=1
T1jSj
}
.
Este sector posee los ve´rtices trilineales y cuadrilineales de interaccio´n entre los bosones de Higgs, los bosones
de Goldstone y los bosones gauge21. Ejemplos de las interacciones de este sector se encuentran representadas
en la figura 3.4:
G0
Sj
Z0
Sj
G−
W+
γ, Z0
Sj W∓
G±
Figura 3.4.: Interacciones trilineales de los bosones de Higgs del 2HDM y de Goldstone con los bosones gauge.
El diagrama de la derecha es establecido para cualquiera de los estados all´ı descritos tal que exista
conservacio´n de la carga ele´ctrica en el ve´rtice.
21Para el 2HDM, la notacio´n de los acoples (trilineales) representa: ζ
SG
Z
= g/2 cos θw, ζ
SG
W
= g/2. Los acoples cuadrilineales se
establecen a trave´s de: ζWG
ZS
= g2 sin2 θw/2 cos θw y ζ
WG
γS
= eg/2
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En primera instancia existen interacciones que aqu´ı hemos considerado que deben desaparacer bajo el uso
correcto de los elementos matriciales Tij. En el SM (extendido al 2HDM), las simetr´ıas discretas C y P son
conservadas separadamente cuando los fermiones son ausentes. As´ı a trave´s de la asignacio´n de un conjunto
de nu´meros cua´nticos JPC a todo el espectro de part´ıculas -sin tener en cuenta la interaccio´n con los campos
de materia- podemos determinar que interacciones pueden estar contenidas realmente en el lagrangiano de
ve´rtices de los bosones gauge con los bosones de Higgs (Tabla 3.2) [69].
Campo Boso´nico γ Z H0 h0 A0
JPC 1−− 1+− 0++ 0++ 0+−
Campo Boso´nico W± H±
JP 1+ 0+
Cuadro 3.2.: Asignamientos de paridad P y conjugacio´n de carga C para los bosones gauge y de Higgs antes
de la introduccio´n de los fermiones. Cuando los fermiones son ausentes, P y C son preservados
separadamente (i.e en el potencial de Higgs y lagrangiano cine´tico).
As´ı por ejemplo, la existencia del ve´rtice ZH+H− indica que JPC(Z) = 1+−, la presencia del ve´rtice H0h0h0
en el potencial de Higgs establece que JPC = 0++. Para el acople h0H0H0 se puede deducir dichas asignaciones
desde el ve´rtice ZH0A0 que JPC = 0+−.
Para el 2HDM, las partes imaginarias en los dobletes encargados del SSB se combinan para producir el boso´n
de Higgs pseudoescalar22 y G0; por ende ambos deben tener los mismos nu´meros cua´nticos, que en el caso
particular son 0+−. Esto permite deducir que en virtud a las asignaciones de los bosones W y Z, los ve´rtices
A0W+W− y A0ZZ son no permitidos.
Existe otra manera de observar que este tipo de interacciones son prohibidas, lo cual viene desde la forma
primı´genia de construir el sector cine´tico. En el caso en que exista conservacio´n CP los dobletes poseen VEVs
reales, y en virtud a que A0 proviene del sector imaginario, e´ste boso´n de Higgs de CP impar no puede formar
ningu´n ve´rtice con bosones gauge masivos. Por esta misma razo´n los acoples (H0, h0)γγ son prohibidos; bajo
este esquema, los bosones de CP − par no pueden ser acoplados a ningu´n boso´n gauge no masivo a nivel
a´rbol. As´ı gracias a estos argumentos podemos, para una teor´ıa que conserve la simetr´ıa CP 23, tomar en el
lagrangiano (3.98) el elemento T13 = 0 de tal forma que no existan tales acoples.
La conexio´n de estos dos argumentos trae consigo una manera diferente de ver estos tipos de acoples prohibidos
desde la construccio´n formal del modelo. Los ve´rtices A0W+W− y A0ZZ son no permitidos por C−invarianza,
pero despue´s de la introduccio´n de los fermiones a trave´s de acoples de mayor orden (e.g loops) la C−invarianza
deja de ser va´lida (aunque la invarianza CP se mantiene en una buena aproximacio´n).
Esto permite construir -en general- ve´rtices en que aparezcan dichos acoples con la insercio´n de fermiones a
un loop. Este hecho tambie´n aplica para los ve´rtices (H0, h0)γγ y (H0, h0)gg (siendo este u´ltimo un canal de
importancia en los grandes colisionadores de Hadrones).
Se pueden deducir otras ausencias desde la asignacio´n de los nu´meros cua´nticos JPC y JP de la tabla 3.2. As´ı,
Z en acple a los bosones de Higgs no ide´nticos es permitido si los acoples tienen nu´meros PC opuestos. Por
ende el acople con bosones de Higgs neutros de CP − par H0 y h0 no es permitido, pero si son permitidos
ve´rtices como ZA0H0 y ZA0h0. Desde otro punto de vista, el acople de bosones de Higgs neutros ide´nticos
a Z esta´ prohibido por la simetr´ıa de Bose-Einstein. Ve´rtices de la forma H∓W±γ24 son prohibidos por
conservacio´n de la corriente electromagne´tica.
22A0 se comporta como un pseudoescalar hasta que las interacciones con los fermiones se hacen presentes en el 2HDM mediante
un sector del tipo Yukawa
23Cuando la simetr´ıa CP es violada, nuevos ve´rtices pueden aparecer, aunque ellos son esperados a ser muy suprimidos por los
experimentos[80, 69, 71].
24Un proceso de importancia relevante es la produccio´n de H∓W± en el LHC estudiada por [93]; donde se analiza como la
produccio´n de este canal es lo suficiente grande para observar este modo. Adema´s se establece como este canal dar´ıa observaciones
fuerte de procesos con violacio´n CP .
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3.5. Lagrangiano de Yukawa
Guiandonos de la construccio´n de este sector para el Modelo Esta´ndar Minimal, el lagrangiano ma´s general
invariante gauge que puede ser construido con el fin de determinar los acoples de los campos de Higgs con los
fermiones establece [69]:
−LY = ηU,0ij Q¯0iLΦ˜1U0jR + ηD,0ij Q¯0iLΦ1D0jR + ξU,0ij Q¯0iLΦ˜2U0jR + ξD,0ij Q¯0iLΦ2D0jR
+ ηE,0ij l¯
0
iLΦ1E
0
jR + ξ
E,0
ij l¯
0
iLΦ2E
0
jR + h.c., (3.99)
Φ1,2 representan los dobletes de Higgs, mientras que Φ˜1,2 ≡ iσ2Φ1,2. η0ij y ξ0ij son matrices no diagonales 3×3,
donde i, j representan ı´ndices de familia. Los singletes respectivos esta´n caracterizados por:
D0R1 ≡ d0R, D0R2 ≡ s0R, D0R3 ≡ b0R. (3.100)
U0R1 ≡ u0R, U0R2 ≡ c0R, U0R3 ≡ t0R. (3.101)
E0R1 ≡ e0R, E0R2 ≡ µ0R, E0R3 ≡ τ0R. (3.102)
Aqu´ı el supra´ındice indica que los campos aun no son autoestados de masa. Finalmente, los dobletes “left-
handed”de quarks y leptones de isosesp´ın de´bil son:
Q02 =
(
u
d
)0
L
, Q02 =
(
c
s
)0
L
, Q03 =
(
t
b
)0
L
. (3.103)
L02 =
(
νµ
µ
)0
L
, L02 =
(
νµ
µ
)0
L
, L03 =
(
ντ
τ
)0
L
. (3.104)
Se puede ver como el modelo descrito en (3.99) se presenta, de tal forma, como caso general en el que los dos
dobletes se acoplan (y consecuentemente generan su masas) similarmente a los sectores up y down. Este hecho
produce procesos con Cambios de Sabor en Corrientes Neutras (FCNC) a nivel a´rbol. Este tipo de feno´menos
ocurren en virtud a que al rotar los autoestados gauge fermio´nicos del sector down (u, leptones E) para obtener
sus autoestados de masa no existe una manera de diagonalizar ambas matrices de acoples ηD,0 y ξD,0 (ηU,0 y
ξU,0, ηE,0 y ξE,0) simulta´neamente.
Este tipo de procesos son considerados como nueva f´ısica introducida por la manera general de construir este
sector de las contribuciones de los dos dobletes. En el SM las interacciones de corriente neutra no cambian
de sabor, ya que la diagonalizacio´n de la matriz de masas automa´ticamente diagonaliza las interacciones de
Yukawa. Desde un punto de vista fenomenolo´gico, la taza ma´s baja Γ(KL → µ+µ−)/Γ(KL → todos) =
(6.84 ± 0.11) × 10−9 impone l´ımites sobre dichas interacciones; el valor diferente de cero para esta fraccio´n
de decaimiento es atribuida a la combinacio´n de las interacciones de´biles y electromagne´ticas. Los mejores
test debera´n venir desde K+ → pi+νν¯, el cual ocurre en el SM solo a segundo orden con una fraccio´n de
decaimiento de alrededor (0.4 a 1.2) × 10−10. Recientes resultados, incluyendo observacio´n de dos eventos del
tipo Γ(K+ → pi+νν¯)/Γ(K+ → todos) = (1.5+1.3−0.9 × 10−10). L´ımites para el cambio de sabor en corrientes
neutras charm o bottom no son tan restrictivos. Por ejemplo, Γ(D0 → µ+µ−/Γ(D0 → todos)) < 1.3 × 10−6
y Γ(B0 → µ+µ−/Γ(B0 → todos)) < 1.5 × 10−8. En realidad, no se pueden aislar los efectos de los FCNC en
decaimientos no lepto´nicos. Como una muestra, la transicio´n FCNC s→ d+(u¯+u) es equivalente a la transicio´n
de corriente cargada s→ u+(u¯+d). Pruebas para los FCNC son por tanto limitadas a decaimientos hadro´nicos
en parejas lepto´nicas. Tales decaimientos son esperados solo a segundo orden en los acoples electrode´biles del
SM [47].
86
3.5. Lagrangiano de Yukawa
3.5.1. Modelos con conservacio´n natural de sabor
A fin de mirar que modelos evitan naturalmente estos procesos altamente suprimidos por los experimentos para
el SM, se introduce el mecanismo Weinberg-Glashow-Paschos [82, 83]. Es fa´cil ver que si todos los fermiones
con todos los nu´meros cua´nticos ide´nticos (capaces de mezclarse) se acoplan al mismo doblete Higgs, entonces
los FCNC sera´n ausentes. A fin de mirar esto de manera formal, se implementa una simetr´ıa discreta definida
por:
Φ1 → Φ1 y Φ2 → −Φ2
DjR → ∓DjR y UjR → −UjR
EjR → ∓EjR.
Al demandar la invarianza bajo e´sta simetr´ıa discreta se obtienen dos casos:
Un lagrangiano que respete la simetr´ıa en la transformacio´n DjR → −DjR y EjR → −EjR reproduce
una expresio´n donde las matrices ηUij , η
D
ij y η
E,0
ij no son participes de la construccio´n denominada 2HDM
tipo I, i.e
−LIY = ξU,0ij Q¯0iLΦ˜2U0jR + ξD,0ij Q¯0iLΦ2D0jR + ξE,0ij l¯0iLΦ2E0jR + h.c. (3.105)
As´ı solo Φ2 se acopla a los sectores up y down.
Un lagrangiano que respete la simetr´ıa en la transformacio´n DjR → DjR y EjR → EjR reproduce una
expresio´n donde las matrices ηUij , ξ
D
ij y ξ
E,0
ij no son participes de la construccio´n denominada 2HDM tipo
II, i.e
−LIIY = ξU,0ij Q¯0iLΦ˜2U0jR + ηD,0ij Q¯0iLΦ1D0jR + ηE,0ij l¯0iLΦ1E0jR + h.c. (3.106)
As´ı Φ1 se acopla para dar masas al sector down mientras que Φ2 se acopla para generar las masas al
sector up (no existente en la parte quiral derecha para los leptones, i.e neutrinos).
Por lo tanto, una condicio´n necesaria y suficiente para la ausencia de FCNC a nivel a´rbol es que todos los
fermiones de carga y helicidad dadas transforman de acuerdo a la misma representacio´n irreducible de SU(2),
correspondiente al mismo autovalor de T3 de tal forma que en esa base ellos reciben sus contribuciones a la
matriz de masas desde una misma fuente. En el escenario ma´s general de modelos multi-dobletes este hecho
se traduce de manera simple; a fin de encontrar ausencia de FCNCs a nivel a´rbol todos los fermiones de una
carga ele´ctrica dada deben acoplarse a ma´ximo un doblete de Higgs.
Siguiendo la notacio´n de Aoki et al [84] en componentes, las interacciones de Yukawa son expresadas en
te´rminos de los autoestados de masa de los bosones de Higgs como (sin tomar el sector de interacciones con
los bosones de Goldstone)
−Ly =
∑
f=u,d,l
mf
v
(
χhf¯fh
0 + χfH f¯fH
0 − iχfAf¯γ5fA0
)
+
{√
2Kud
v
u¯
(
muχ
u
APL +mdχ
d
APR
)
d H+ +
√
2mlχ
l
A
v
ν¯LlRH
+ + h.c.
}
. (3.107)
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Tipo I Tipo II
χuh cosα/ sin β cosα/ sin β
χdh cosα/ sin β − sinα/ cos β
χhl cosα/ sin β − sinα/ cos β
χuH sinα/ sin β sinα/ sin β
χdH sinα/ sin β cosα/ cos β
χlH sinα/ sin β cosα/ cos β
χuA cot β cot β
χdA − cot β tan β
χlA − cot β tan β
Cuadro 3.3.: Acoples de Yukawa de u, d, l a los bosones de Higgs neutros h0,H0 y A0 en los dos diferentes
modelos descritos por el cumplimiento de la simetr´ıa Z2
PL/R son los operadores proyeccio´n para los fermiones ”left-handed”/”right-handed”
25. Los factores χ son
resumidos en la Tabla 3.3. Ejemplos de interacciones de los fermiones con los bosones de Higgs en este tipo de
modelos, en los que no existen corrientes neutras de cambios de sabor, son representados en la Figura 3.5.
f¯
f
h0,H0, A0
u¯
d
H+
ν¯l
l
H+
Figura 3.5.: (Izq) Interacciones de los fermiones y los bosones de Higgs neutros. (Centro) Interaccio´n del sector
de quarks con los bosones de Higgs cargados. (Der) Ve´rtices de interaccio´n de los bosones de Higgs
cargados con los leptones.
Discusiones del comportamiento fenomenologico de estos modelos son presentados exhaustivamente en el Re-
port de Sher et al [80].
3.5.2. Modelos con FCNC a nivel a´rbol
El 2HDM tipo III
En la seccio´n anterior se mostro´ que se pueden eliminar procesos donde existan corrientes neutras de cambio
de sabor por medio de una simetr´ıa discreta del tipo Z2. El siguiente tratamiento supondra´ que no existe dicha
simetr´ıa entre las familias de los dobletes de Higgs. Sabemos que los FCNC a nivel a´rbol pueden ser suprimidos
al hacer los escalares lo suficientemente pesados, pero fenomenolo´gicamente las masas de escalares en el rango
de los TEV adema´s de antinaturales violan algunas de las restricciones teo´ricas debidas a la consistencia interna
de la teor´ıa (seccio´n 3.7).
25En realidad el lagrangiano 3.107 y los acoples de la Tabla 3.3 pueden ser extendidos a otros dos modelos (los cuales no sera´n
estudiados aqu´ı): el de tipo “lepton-specific” y el de tipo “flipped”. El modelo “lepton-specific” se basa en que todos los quarks
”right-handed” RH se acoplen a Φ2 mientras que todos los leptones de ”left-handed” se acoplan a Φ1. En el modelo “flipped”,
los quarks RH de carga Q = 2/3 se acoplan a Φ2 y los quarks RH de carga Q = −1/3 se acoplan a Φ1, como en el tipo II, salvo
que aqu´ı los leptones RH se acoplan a Φ2 [80].
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Para discutir los FCNC a nivel a´rbol hacemos uso de la base de Higgs descrita en la seccio´n 3.3. En esta base,
los dobletes escalares son rotados de tal manera que el VEV esta´ enteramente en el primer doblete, mientras
que el segundo posee VEV igual a cero. Los acoples generales de Yukawa, pueden por ende ser escritos a trave´s
del lagrangiano (3.99) como
−LY = ηU,0ij Q¯0iLH˜1U0jR + ηD,0ij Q¯0iLH1D0jR + ξU,0ij Q¯0iLH˜2U0jR + ξD,0ij Q¯0iLH2D0jR
+ ηE,0ij l¯
0
iLH1E
0
jR + ξ
E,0
ij l¯
0
iLH2E
0
jR + h.c., (3.108)
H1 y H2 son los dos dobletes escalares. En la base del Higgs esos dobletes han sido rotados tal que solo H1
tiene VEV, i.e
〈H1〉0 =
(
0
v/
√
2
)
, 〈H2〉0 =
(
0
0
)
, (3.109)
con v real, haciendo de este mı´nimo un vac´ıo normal. En esta base, solo los acoples de Yukawa del doblete H1
via los ηij generan la masa de los fermiones; as´ı los ηij pueden ser bi-diagonalizados y no producir FCNC a
nivel a´rbol. Cuando la bi-diagonalizacio´n es presentada, los acoples FCNC llegan a ser:
−LFCNC = ξU,0ij Q¯0iLH˜2U0jR + ξD,0ij Q¯0iLH2D0jR + ξE,0ij l¯0iLH2E0jR + h.c., (3.110)
con
ξU,D,E = (V U,D,EL )
†ξ̂U,D,EV U,D,ER . (3.111)
Ya que VR es completamente desconocida y las matrices ξ̂ son arbitrarias, los coeficientes ξ
U,D,E son arbitrarios;
a fin de mirar dicho comportamiento en procesos espec´ıficos, algunas suposiciones deben realizarse acerca de
sus magnitudes. Consideremos la expansio´n del lagrangiano (3.110) en te´rminos de los autoestados de masa
[69]:
−LFCNC = 1√
2
D¯ξDD
(
sinαH0 + cosαh0
)
+
1√
2
U¯ξUU
(
sinαH0 + cosαh0
)
+
i√
2
D¯ξDγ5DA
0 − i√
2
U¯ξUγ5UA
0
+
1√
2
E¯ξEE
(
sinαH0 + cosαh0
)
+
i√
2
E¯ξDγ5EA
0
+ U¯
(
KξDPR − ξUKPL
)
DH+ + ν¯ξEPREH
+ + IG+ h.c, (3.112)
con IG las interacciones de Goldstone. Trabajos pioneros en el tratamiento de los FCNC son los debidos a
Bjorken y Weinberg [85], quienes consideraro´n el decaimiento radiativo del muo´n y escogiero´n a ξEµe como el
acople de Yukawa. Despue´s, en 1980, McWilliams y Li [86] y Shanker [87] consideraro´n la mezcla K− K¯, como
muchos procesos donde se involucran decaimientos del kao´n y del muo´n. All´ı se considera que los fermiones ma´s
pesados ubican la escala para toda la matriz de acoples de Yukawa. Por lo tanto, el ve´rtice FCNC debe ser el
producto de los acoples de Yukawa grandes y un factor angular de mezcla. En virtud a que no se conoc´ıan los
factores de los a´ngulos de mezcla, estos fueron tomados como la unidad. As´ı, los ξU,D,E se consideran iguales
a los acoples de Yukawa del top, bottom y tau respectivamente. El limitante ma´s fuerte viene de la mezcla
K − K¯, en e´l se encuentra que la masa de H02 tiene un l´ımite inferior de 150 TeV. En gran parte de los 1980s,
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esto llevo a gran parte de los autores a establecer una simetr´ıa que aboliera dichos tipos de procesos altamente
restringidos por la fenomenolog´ıa, permitiendo que los modelos tipo I y II del 2HDM tuvieran una especial
atencio´n.
En 1987, Cheng y Sher [88] argumentaro´n que este estimado del l´ımite ma´s bajo no es razonable, en virtud a
que una de las caracter´ısticas ma´s sobresalientes de la estructura de masas fermio´nica es su jerarqu´ıa natural
y que por tanto, establecer que todos los acoples de cambio de sabor son iguales a la de los fermiones pesados
-no es va´lido-. A fin de mirar este comportamiento de una manera adecuada, se propuso el denominado Anzats
de Cheng-Sher : los acoples de cambio de sabor deben ser del orden de la media geome´trica de los acoples de
Yukawa de los dos fermiones, i.e,
ξij = λij
√
mimj
√
2
v
. (3.113)
Los λij son del orden de uno. Ya que los l´ımites ma´s fuertes sobre los FCNC emergen desde las dos primeras
generaciones y este Anzats especialmente suprime los acoples de Yukawa de esas familias, esto reducira´ el
l´ımite inferior sobre la masa del Higgs.
Para ver esta sitema´tica, consideremos un modelo con n dobletes de Higgs Φi (i = 1, 2, ...n) y llamemos λ
′
i la
matriz de acoples de Yukawa a los quarks de carga Q = −1/3. Primero supongamos que la matriz de masa
fermio´nica es de la forma:
M =
0 A 0A 0 B
0 B C
 . (3.114)
En este caso, llamando los autovalores m1,−m2 y m3, se tiene que A ' √m1m2, B ' √m2m3, y C ' m3.
Cheng y Sher asumieron que la matriz de los acoples de Yukawa esta´ dada por [88]
λ′i =
√
2
vi
 0 Ai 0Ai 0 Bi
0 Bi Ci
 , (3.115)
los elementos matriciales tienen la misma estructura de la matriz de masa completa:
Ai = ai
√
m1m2, Bi = bi
√
m2m3, Ci = cim3.
Aqu´ı los coeficientes ai, bi, ci son del orden a la unidad. En otras palabras, los requerimientos, obtenidos al
comparar los λ′i con M ,
∑
i
ai =
∑
i
bi =
∑
i
ci = 1, (3.116)
no se cumplen a trave´s de cancelaciones del tipo “fine tunning” entre los diferentes acoples. Esencialmente
el anzats establece que los ceros en la matriz de masa no son deducidos desde ninguna cancelacio´n de ele-
mentos matriciales diferentes de cero, y que esos elementos matriciales de masa diferentes de cero tambie´n
no son obtenidos por medio de ninguna cancelacio´n de te´rminos grandes. Cheng y Sher analizaro´n que dicho
comportamiento aplica no solo a las matrices de la forma (3.114), si no a cualquier otra estructura en que
se requiera que la jerarqu´ıa de los autovalores no sobresalga a trave´s de cancelaciones delicadas. En realidad
dicho argumento puede ser generalizado a cualquier estructura jerarqu´ıca que provenga aproximadamente de
simetr´ıas de sabor [80].
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3.6. Comportamiento general de la simetr´ıa Z2
El SSB via el mecanismo de Higgs esta´ descrito con el lagrangiano26
L
SSB
= Lgf + LH + LY : LH = Lcin − V. (3.117)
Lgf describe las interacciones entre los bosones gauge y los fermiones respetando el esquema SU(2) × U(1).
El te´rmino cine´tico Lcin contiene a los propagadores del Higgs y las interacciones con los bosones gauge. El
potencial V, como ya se ha nombrado, es el encargado de lograr el SSB y de generar las autointeracciones en
el sector de Higgs.
Escribiremos V (3.4) en una notacio´n abreviada a trave´s de
V = −V2(xi) + V4(xi), (3.118)
con
V2(xi) ≡Mixi = 1
2
[
m211x1 +m
2
22x2 + (m
2
12x3 + h.c.)
]
(3.119a)
V4(xi) ≡ 1
2
Λijxixj =
1
2
[
λ1x
2
1 + λ2x
2
2
]
+ λ3x1x2 + λ4x3x
†
3 +
[
λ5x3x
†
3
2
+ λ6x1x3 + λ7x2x3 + h.c
]
. (3.119b)
Los xi esta´n descritos a trave´s de
x1 = φ
†
1φ1; x2 = φ
†
2φ2; x3 = φ
†
1φ2; x3∗ = x
†
3 = φ
†
2φ1. (3.120)
El potencial de Higgs (3.118) contiene 14 para´metros libres: solo reales m211,m
2
22, λ1, λ2, λ3, λ4, y complejos
m212, λ5, λ6, λ7. Esto hace que el modelo 2HDM posea una rica fenomenolog´ıa. Sin embargo, diferentes puntos
en la correlacio´n des estos para´metros libres no indican necesariamente -f´ısica diferente-, es decir existe una
redundancia en la fenomenolog´ıa descrita por las distintas combinaciones de estos para´metros. Por ejemplo,
si establecemos una transformacio´n cualquiera entre los dobletes φ1 y φ2, se llega al mismo potencial gene´ri-
co con coeficientes redefinidos (representado al mismo conjunto de observables). Esto es conocido como la
simetr´ıa de reparametrizacio´n [71]. Un caso de gran inte´res de e´sta simetr´ıa esta´ dado por la transformacio´n
de reescalonamiento 27, que hace que los siguientes para´metros transformen como:
{φ1 → φ1, φ2 → φ2e−iα} ⇒m212 → m212eiα
λ5 → λ5e2iα
λ6 → λ6eiα
λ7 → λ7eiα. (3.121)
Consideremos ahora el te´rmino cine´tico, el cual para un caso general (renormalizable) se introdujo en la
discusio´n alrededor de la relacio´n (3.80), a trave´s de la expresio´n:
Lcin = Dµφ†1Dµφ1 +Dµφ†2Dµφ2 + κDµφ†1Dµφ2 + κ∗Dµφ†2Dµφ1. (3.122)
26En virtud a que si alguna simetr´ıa es impuesta en algu´n sector de la teor´ıa, esta debe ser extrapolada al lagrangiano completo
27Del ingle´s rephasing transformation [103]
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Aqu´ı, para este caso el te´rmino cine´tico no es diagonal en virtud a la existencia de te´rminos de mezcla. Estas
contribuciones pueden eliminarse a trave´s de una rotacio´n y de la renormalizacio´n de los campos escalares. Sin
embargo, esta transformacio´n para parametrizaciones generales var´ıa con la escala de renormalizacio´n aun a
pequen˜as distancias. Para un rompimiento suave o exacto de la simetr´ıa Z2 (ver seccio´n 3.5), esta puede ser
expl´ıcita o oculta pero permite a su vez el uso total del grupo de renormalizacio´n [71].
3.6.1. Simetr´ıa Z2
En virtud a su importancia ante todos los sectores del 2HDM y su fuerte influencia en los limitantes teo´ricos
que trataremos en los subsecuente, ampliaremos el concepto de la ruptura y del comportamiento exacto de
la simetr´ıa Z2. Ya hemos mirado en la seccio´n 3.5 como la imposicio´n de una simetr´ıa discreta hace que no
existan te´rminos de mezcla entre los isodobletes, eliminando los denominados procesos FCNC, y clasificando
al modelo en tres tipos: dos casos particulares (tipo I y II) en ausencia FCNC y un caso general (tipo III)
persistencia de los FCNC. Examinemos en los distintos casos, como esta simetr´ıa discreta puede actuar sobre
los distintos sectores del Lagrangiano: cumplimiento exacto de Z2 y rompimiento suave y fuerte de Z2.
En m212 = 0, λ6 = λ7 = 0, κ = 0 los procesos de mezcla de los isodobletes son evitados en todas las regiones
posibles del nuevo espacios de para´metros. El nuevo potencial conseguido es invariante bajo el cambio de
signo de uno de los dobletes (simetr´ıa Z2). Para salvar esta propiedad en todos los ordenes perturbativos, las
interacciones en el sector de Yukawa debe conectar cada fermio´n “right handed“ con un solo isodoblete (φ1
o´ φ2) a trave´s del Mecanismo Glashow-Weinberg-Pashos (descrito en la seccio´n 3.5.1).
Ahora si m212 6= 0, λ6 = λ7 = 0, κ = 0, los te´rminos de mezcla entre los campos escalares φ1 y φ2 son permitido
a grandes distancias. Este es el caso de un rompimiento suave de la simetr´ıa Z2. Aqu´ı la renormalizacio´n no
conduce a λ6 = λ7 6= 0. Por ende los para´metros del lagrangiano esta´n determinados sin ambigu¨edad a las
rotaciones de fase de λ5 y m
2
12 que mantienen fijos a los te´rminos λ
∗
5m
2
12. Los modelos tipo I y II para los
sectores de Yukawa mantienen esta propiedad a trave´s de toda la serie perturbativa. La rotacio´n generalizada
en el espacio (φ1, φ2) hace que λ6, λ7 6= 0 (violacio´n suave oculta de Z2). En este caso los a´ngulos de mezcla
reestablecen a la forma del potencial en que existe la violacio´n suave de Z2, la cual no var´ıa en las iteraciones
de la serie perturbativa ni con la escala de distancias (energ´ıas)[71, 91, 103].
S´ı λ6 6= 0 y/o´ λ7 6= 0, adema´s de no poder conseguir una rotacio´n adecuada para eliminar esos coeficientes,
tendremos el caso de violacio´n fuerte de la simetr´ıa de Z2. En este caso los a´ngulos de mezcla cine´ticos tambie´n
aparecen en la iteracio´n de la serie perturbativa con a´ngulos de mezcla variando en las distintas escalas de
energ´ıa, permitiendo que dicho te´rmino cine´tico tambie´n evolucione de acuerdo al re´gimen energe´tico en el que
se encuentra [71, 104].
3.6.2. Conservacio´n CP y su relacio´n con el rompimiento suave de Z2
Ahora examinemos los distintos casos provistos por el esquema de conservacio´n (o violacio´n) CP del 2HDM.
Para una forma del potencial que conserve expl´ıcitamente la conjugacio´n de carga y paridad, necesitamos tener
un simetr´ıa del estilo φi ↔ φ†i . Esto es garantizado por la condicio´n que todos los coeficientes en el lagrangiano
de Higgs (3.118) y (3.122) sean reales. Una rotacio´n en el espacio (φ1, φ2) hace que esta propiedad se encuentre
oculta [71, 104].
Escogencia Natural : Este es el caso en el que una teor´ıa que contiene mas de un doblete con nu´meros cua´nticos
ide´nticos (e.g 2HDM tipo II) emerge en l´ımite de bajas energ´ıas de una teor´ıa ma´s fundamental, en la cual esos
campos fueron elementos de un objeto multicomponente (e.g MSSM). Esto es una teor´ıa que normalmente
contiene una alta simetr´ıa, que no podr´ıa sobresalir a bajas energ´ıas. Por lo tanto, los campos, los cuales
tienen diferentes valores de los nuevos nu´meros cua´nticos asociados con esta simetr´ıa, no deberia´n mezclarse
a pequen˜as distancias28, mientras que a largas distancias los te´rminos de mezcla de rompimiento de simetr´ıa
podr´ıan aparecer. Si este argumento es tomado en toda su extensio´n para el modelo 2HDM, que es; si los
28Aqu´ı el te´rmino distancia lo utilizaremos en el sentido de establecer las regiones infrarojas o ultravioletas en los re´gimenes de
energ´ıas asociadas a la teor´ıa general de renormalizacio´n
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acoples cuarticos y el te´rmino cine´tico son considerados para reflejar alguna nueva simetr´ıa primaria, entonces
se podr´ıa limitar a modelos donde a lo sumo exista una violacio´n suave de la simetr´ıa Z2, debido a que estos
permiten mezclas entre φ1 y φ2 solo a largas distancias. Este esquema de rompimiento suave de Z2 para 2HDM
es considerado como un marco natural suficientemente general para tener un punto de partida para el ana´lisis
de estas simetr´ıas a temperatura finita [71, 104].
Para el caso de violacio´n suave de la simetr´ıa Z2 la forma del potencial puede ser transformado a un potencial
del estilo [71]
V2(xi) = −1
2
[
m211x1 +m
2
22x2 +m
2
12(x3 + x
†
3)
]
(3.123a)
V4(xi) =
1
2
[
λ1x
2
1 + λ2x
2
2
]
+ λ3x1x2 + λ4x3x
†
3 +
1
2
λ5(x
2
3 + x
†2
3 ), κ = 0 (3.123b)
Este potencial hace parte de uno de los modelo ma´s generales del tipo 2HDM, en el sentido que todas las
fases y transiciones de fase de distinta naturaleza que pueden ocurrir en el 2HDM son mapeados a las fases
y transiciones de este modelo particular (adema´s de la inclusio´n de mezclas de los isodobletes, generando
procesos FCNC) [91].
3.7. Limitantes teo´ricos del 2HDM
El amplio desconocimiento de todo el sector de Higgs del 2HDM por la presencia de multiples para´metros
libres, requiere un ana´lisis fundamental con el fin de encontrar un conjunto de restricciones de la formulacio´n
teo´rica; limitando en primera instancia la fenomenolog´ıa que pueda establecerse en el modelo. Lo anterior se
hace en base a que los comportamientos teo´ricos (estabilidad del vac´ıo y unitariedad) son formulados a estar
acorde con los postulados fundamentales de una teor´ıa cua´ntica de campos. Otra metodolog´ıa es la de restringir
el modelo en su descripcio´n conceptual con respecto a comportamientos bien definidos del sector minimal ante
para´metros en los l´ımites de precisio´n electrode´bil (e.g. salvaguardar la razo´n mw/mz cos θw = 1).
3.7.1. Estabilidad del Vac´ıo
En el SM solo existe un vac´ıo adema´s del trivial, as´ı en dicha teor´ıa el potencial escalar es construido de tal
forma que solo existe un mı´nimo. Si ampliamos el sector escalar de Higgs, dicho estamento no se mantiene,
ya que pueden existir mezclas de los dobletes introducido para lograr el SSB. Esto se ve reflejado en el hecho
que pueden existir muchos vac´ıos con distintas propiedades (e.g. vac´ıo neutro esta´ndar y vac´ıo neutro con
violacio´n CP ). Adema´s una propiedad no esta´ndar y desde un punto de vista general, es que esos vac´ıos pueden
coexistir, permitiendo el tunelamiento de un mı´nimo a otro. En muchos modelos esto puede ocurrir en virtud
a la existencia de diferentes part´ıculas con propiedades diferentes de simetr´ıa (e.g. carga y color) permitiendo
-en primera instancia- la presencia de vac´ıos que rompan dichas simetr´ıas. Por tanto es indispensable evitar
este tipo de comportamientos, ya que podr´ıa producir propiedades fenomenolo´gicamente erro´neas como lo es
la presencia de fotones y/o gluones masivos. Esto u´ltimo se hace a trave´s de la imposicio´n de ciertas cotas que
garantizen que el mı´nimo global respete las simetr´ıas del background del SM.
En virtud a que pueden existir vac´ıos cargados, el rompimiento de la simetr´ıa de color y de carga puede
ocurrir en el 2HDM (los u´ltimos, para los objetivos de este escrito -en esas instancias- han sido abolidos desde
argumentos fenomenolo´gicos). En el 2HDM tambie´n tenemos, adema´s del vac´ıo normal, vac´ıos con rompimiento
de la simetr´ıa CP. Desde un punto de vista teo´rico, una pregunta va´lida es si existe la posibilidad que en cierta
regio´n de para´metros estos vac´ıos puedan coexistir de tal manera que un vac´ıo normal pueda cambiar a un
mı´nimo ma´s profundo donde exista un vac´ıo de rompimiento CP o de rompimiento de carga CB?. Esta cuestio´n
se reduce analizar primero que vac´ıos existen en la naturaleza del modelo y segundo cuantos de ellos son en
realidad estables. Ciertas caracter´ısticas del 2HDM, como la existencia de te´rminos cu´bicos en el potencial
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y el nu´mero limitado de escalares, permiten hacer el tratamiento de este problema a trave´s de estructuras
conceptuales y anal´ıticas [94, 95], como las siguientes29:
Para un potencial donde un punto normal estacionario y un punto de rompimiento CP existen. Los VEV,
desde las condiciones estacionarias, correspondientes esta´n dados por las relaciones (3.42) y (3.41). La
diferencia entre los valores de los potenciales para ambos vac´ıos (respectivamente VN y VCP ) esta´ dada
por
VCP − VN =
(
M2A
4v2
)
N
[
(v¯1v2 cos θ − v¯2v1)2 + v¯21v22 sin2 θ
]
, (3.124)
(
M2H±/4v
2
)
N
es la razo´n de las masa al cuadrado del escalar cargado a la suma de los VEV, v2 = v21+v
2
2,
calculado en el punto estacionario normal.
As´ı, si el punto normal es un mı´nimo (M2A > 0) se necesita que VCP − VN > 0. Esto indica que si existe
un mı´nimo normal, cualquier punto CP estacionario estara´ por encima del punto normal, haciendo que
el mı´nimo normal sea estable en contra del rompimiento de la simetr´ıa CP . Se dice que en este re´gimen
el punto estacionario CP es necesariamente un punto de silla. Esto trae como consecuencia que mı´nimos
de un vac´ıo normal y de rompimiento CP no pueden coexistir en el 2HDM. De hecho, es posible escoger
un mı´nimo global rompa C pero en este caso no existira´ ningu´n mı´nimo normal.
En virtud a que existen multiples condiciones de minimizacio´n para los VEV normales (3.37), existe un
vac´ıo N1 con VEVs {v1,1, v2,1} y un vac´ıo N2 con VEVs {v2,1, v2,2}. En este caso las diferencias entre los
valores del potencial en esos dos vac´ıos normales esta´n dados por:
VN2 − VN1 =
1
4
[(
M2H±
v2
)
N1
−
(
M2H±
v2
)
N2
]
(v1,1v2,2 − v2,1v1,2)2 , (3.125)
(
M2H±/v
2
)
N1(N2)
es la razo´n de la masa al cuadrado de los escalares cargados a la suma de los cuadrados
de los VEVs,
(
v2
)
N1(N2)
= v21,1 + v
2
2,1 (v
2
1,2 + v
2
2,2), calculada en el punto estacionario N1 (N2). La
relacio´n (3.125) muestra que no existe prelacio´n alguna entre estos vac´ıos, ya que los dos muestran las
mismas simetr´ıas. Saber que mı´nimo es ma´s profundo dependera´ por ende de las regiones de para´metros
correspondientes.
Si existen dos vac´ıos normales el ana´lisis se establece en tratar de definir cual genera un mı´nimo global.
En [103], por medio de un estudio de las simetr´ıas del espacio de Minkowski background del modelo, se
muestra como estos dos vac´ıos normales N1 y N2 pueden coexistir si existe una violacio´n de simetr´ıa
discreta (e.g CP ) en el potencial de Higgs.
A trave´s de estos argumentos particulares podemos establecer un conjunto importante de consecuencias:
Mı´nimos de diferente naturaleza no pueden ocurrir simulta´neamente en el 2HDM.
Cuando un mı´nimo normal ocurre en el 2HDM, el mı´nimo global del potencial es normal. Adema´s, no
existe ningu´n tunelamiento desde este mı´nimo a uno ma´s profundo de naturaleza de violacio´n CP .
Dos mı´nimos normales pueden coexistir si existe violacio´n de algu´n tipo de simetr´ıa (e.g CP ) en el
potencial de Higgs.
29Aqu´ı trataremos los casos f´ısicos en los que los vac´ıos son normales o de rompimiento de la simetr´ıa CP. Combinaciones con el
vac´ıo de rompimiento de carga son tratados con amplitud en la referencia [91].
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Si existe un mı´nimo de violacio´n CP, este es un mı´nimo global de la teor´ıa y es completamente estable.
Ningu´n tunelamiento entre un mı´nimo CP a un mı´nimo -no f´ısico-, como el CB, ma´s profundo puede
existir.
Una vez analizada la estructura de los vac´ıos del 2HDM, corresponde ahora, con los para´metros del potencial,
garantizar su estabilidad por medio de las condiciones que se imponen despue´s de exigir que dicho sector sea
acotado inferiormente en todas las escalas de energ´ıa.
3.7.2. Positividad del potencial
La estabilidad de los potenciales, en particular los asociados al 2HDM, requiere que estos sean limitado desde
una cota inferior, i.e, no existen direcciones de los campos (espacio de campos) en los que el potencial tienda a
−∞. Cualquier teor´ıa f´ısica requiere de este hecho ya se cla´sica o cua´ntica, en virtud a que garantizar un mı´nimo
estable, es a su vez proveer el marco ido´neo en el que se puedan presentar ca´lculos de origen perturbativo. En
las teor´ıas gauges este hecho es fundamental, ya que la predictibilad de modelos basados en estos principios de
simetr´ıa se ve realizado por medio de buen esquema de renormalizacio´n que garantize el aspecto perturbativo
del sistema dina´mico que se esta´ analizando. En el modelo esta´ndar esto aparece de manera enteramente
natural, en virtud a que la condicio´n; λ > 0 para el acople del sector escalar -se satiface trivialmente- (esto
es tratado con mayor amplitud en la seccio´n 2.5.2). Para el 2HDM esta condicio´n es ma´s elaborada debido
a la aparicio´n de nuevas constantes de acople o para´metros libres que estipulan el comportamiento general
de dicho sector escalar. Adema´s para garantizar la estabilidad de la teor´ıa, se requiere un estudio de todas
las posibles direcciones de Φ1 y Φ2, en las que estos campos tienden a valores lo suficientemente grandes. La
posibilidad de existencia de vac´ıos donde cada uno de los campos adquiera VEV, implica sobre el potencial
un conjunto de dos importantes restricciones. Sabemos que podemos dividir nuestro potencial en te´rminos de
campos cuadra´ticos (los encargados de construir las matrices de masas) y campos cua´rticos (los encargados de
proveer las interacciones trilinelaes y cuadrilineales). Para respetar la generalizacio´n de las asignaciones de los
VEV, el potencial cua´rtico es siempre positivo para valores muy grandes de los campos componentes, mientras
que la parte cuadra´tica del potencial puede tomar valores negativos en algunas regiones de para´metros de los
campos.
Las condiciones sobre los acoples requieren un poco ma´s de cuidado en su tratamiento. Por ejemplo, si exigimos
que el potencial cuartico es siempre mayor que cero para todos los campos Φi tendiendo a infinito, esta
condicio´n es muy fuerte con respecto al comportamiento de algunos modelos en los que existe una direccio´n
de los campos para el cual el potencial cuartico (V4) es cero. Esto ocurre en modelos SUSY a nivel a´rbol,
en la regio´n en la que 〈Φ1〉 y 〈Φ2〉 coinciden. Para abarcar ese tipo de modelos se debilita un poco ma´s esa
restriccio´n tal que podamos exigir V4 ≥ 0 en cualquier direccio´n del espacio de los campos tendiendo a infinito,
cuyo implementacio´n se denomina la condicio´n de marginalidad sobre el potencial cuartico escalar. Esta u´ltima
restriccio´n se ve reflejada en el potencial cuadra´tico en los campos V2 a trave´s del siguiente hecho; al tomar
una direccio´n en el espacio de los campos en la que V4 → 0, es necesario exigir que en esa direccio´n espec´ıfica
se tenga V2 ≥ 0.
Desde las formas introducidas (3.118), podemos escribir nuestro potencial (3.4) en te´rminos de formas bilineales,
obteniendo
V = −V2 + V4 = m211x1 +m222x2 +
(
m212x3 + h.c.
)
+ λ1x
2
1 + λ2x
2
2 + λ3x
2
3 + λ3x1x2 + λ4x3x
†
3 +
[
1
2
λ5x
2
3 + λ6x1x3 + λ7x2x3 + h.c.
]
, (3.126)
x1 = Φ
†
1Φ1, x2 = Φ
†
2Φ2, x3 = Φ
†
1Φ2 y x
†
3 = Φ
†
2Φ1. Esta nueva notacio´n del potencial permite analizar las
condiciones necesarias sobre los para´metros cua´rticos del potencial a trave´s del estudio del comportamiento
95
3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs
de estos a lo largo de direcciones espec´ıficas de los campos. Por ejemplo, para el caso |Φ1| → ∞ y |Φ2| = 0,
esta expresio´n para el potencial cua´rtico adquiere la forma
V4 = λ1x
2
1 ≥ 0, si y solo si λ1 ≥ 0. (3.127)
De igual forma, al tomar en el espacio de los campos condiciones contrarias, i.e, |Φ1| = 0 y |Φ2| → ∞
encontramos λ2 ≥ 0. Ahora parametrizamos a los campos de la siguiente manera
|Φ1|2 = r cos θ, |Φ2|2 = r sin θ con 0 < θ < pi/2 y r →∞,
tal que cumplan con la condicio´n Φ†1Φ2 = 0, se puede escribir desde el potencial escalar lo siguiente condicio´n
l´ım
r→+∞ r
2
(
λ1
2
cos2 θ +
λ2
2
sin2 θ + λ3 sin θ cos θ
)
= r2f(θ) ≥ 0,∀θ. (3.128)
Al minimizar esta funcio´n f(θ) con respecto a θ y al exigir que el valor aqu´ı adquirido sea grande o cero,
se encuentra que los coeficientes obedecen: λ3 ≥ −
√
λ1λ2. Al estudiar ma´s direcciones en el espacio de los
campos, es posible alcanzar otras condiciones. Todas las condiciones pueden resumirse entonces por
λ1 ≥ 0, λ2 ≥ 0, λ3 ≥ −
√
λ1λ2, λ3 + λ4 − |λ5| ≥ −
√
λ1λ2. (3.129)
Se ha tomado λ5 ∈ Re. Se puede mostrar que en realidad λ6 = λ7 = 0 son condiciones para garantizar la
positividad del potencial en todas las direcciones. Para potenciales escalares con simetr´ıas Z2, U(1), CP2,
CP3 y U(2), las condiciones pueden cumplirse en al menos una de las multiples bases. Para un modelos con
simetr´ıa CP1 o de un potencial general, las condiciones pueden llegar a ser no ana´liticas, y su evaluacio´n debe
hacerse a trave´s de una manera nume´rica. Para un caso particular, λ6, λ7 ∈ Re, se llega [94]:
2|λ6 + λ7| < λ1 + λ2
2
+ λ3 + λ4 + λ5. (3.130)
Estos ana´lisis, hechos a nivel a´rbol exigiendo que el potencial este limitado por debajo (convexo), hacen
para muchos de los potenciales que las condiciones (3.129) sean las necesarias. Esto se vuelve importante en
correcciones perturbativas ma´s altas, ya que se puede extender los mismos ana´lisis de convexidad en estos
niveles de la teor´ıa. En particular, se extendera´ el ana´lisis al potencial efectivo corregido a un loop [73, 80]:
V (φ1) = V0(φi) +
1
64pi2
∑
α
m4α(φi)
[
log
(
m2α(φi)
µ2
)
− 3
2
]
. (3.131)
con µ la escala de renormalizacio´n. La suma aqu´ı barre estados de helicidad de las part´ıculas de masas mα
presentadas en la teor´ıa, manteniendo la dependencia sobre los campos de manera expl´ıcita. La limitacio´n
del potencial desde cotas inferiores establce el comportamiento del potencial para valores muy grandes de los
campos φi, siendo los te´rminos logar´ıtmicos los ma´s sencibles a este tratamiento. En analog´ıa al caso presentado
en el SM, desde las ecuaciones del grupo de renormalizacio´n se puede presentar una mejora de las cotas de los
para´metros libres, permitiendo discutir el significado de los valores provenientes no solo de la expresiones a nivel
a´rbol si no de aquellos acoples que emergen en esas expresiones en diferentes escalas de renormalizacio´n [92, 96].
La manera de pensar este tipo de correciones a los l´ımites en positividad del potencial por el tratamiento en
niveles superiores de la teor´ıa de perturbaciones es la siguiente: desde los limitantes (3.129), se corren las
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constantes de acople all´ı establecidas, por otro lado, usando las funciones β del modelo y escogiendo a su
vez un rango de escalas µ (e.g. desde la esca´la de´bil mz a una escala superior Λ) se plantea que estas cotas
deben mantenerse, y a partir de cierto tipo de combinaciones (i.e. en regiones de para´metros particulares)
puede que en ciertas escalas esta escogencia sea aceptable con respecto a la positividad, mientras que en otras
dichas combinaciones violaria´n los limitantes impuestos. As´ı con el fin de hacer a la teor´ıa estable en todos
los re´gimenes de energ´ıa, modelos con nueva f´ısica deben aparecer en las escalas donde el rompimiento de
la positividad cae, en particular en las escalas en la que se esta realizando el corte en el procedimiento de
renormalizacio´n.
3.7.3. Simetr´ıa de custodia y para´metros oblicuos
Los para´metros oblicuos S, T, U constituyen a prueba muy sencible de acoples con los bosones gauge elec-
trode´biles en un marco de f´ısica ma´s alla del SM. Valores de esos para´metros esta´n limitados fenomenolo´gica-
mente por las medidas de precisio´n del LEP y TEVATRON [47]. En general, la contribucio´n a los para´metros
oblicuos desde un doblete extra SU(2) en el 2HDM es en realidad pequen˜a, ya que dobletes escalares (o sin-
gletes) no rompen la simetr´ıa de custodia30, que protege la relacio´n a nivel a´rbol ρ ≡ mw/(mz cos θw) = 1.
Sin embargo, bajo la presencia de desdoblamientos entre los estados de Higgs pueden inducir contribuciones
considerables a niveles superiores en la teor´ıa de perturbaciones [99].
Los para´metros oblicuos son por ende una manera muy u´til de parametrizar los efectos de nueva f´ısica sobre
observables electrode´biles tal que se satisfacen los siguientes criterios:
El grupo gauge local es del tipo EWSM: SU(2) × U(1).
Las part´ıculas de la nueva f´ısica (NP) tienen suprimidos los acoples a los fermiones ligeros donde se han
presentados los experimentos; ellos se acoplan primordialmente a los bosones gauge electrode´biles, γ, Z0
y W±.
Las medidas electrode´biles relevantes son hechas en las escalas de energ´ıa q2 ≈ 0, q2 = m2z y q2 = m2w
Esto permite establecer los efectos de ls nueva f´ısica en las cantidades S, T, U, V,W,X [110]31
Las contribuciones a S, T, U para el 2HDM esta´n dadas por [110]:
S =
16pi cos θ2w
g2
[
A¯Z0Z0(m
2
z)− A¯Z0Z0(0)
m2z
− ∂A¯γγ(q
2)
∂q2
∣∣∣∣
q2=0
+
cos2 θw − sin2 θ
sin θw cos θw
∂A¯γZ0(q
2)
∂q2
∣∣∣∣∣
q2=0
]
(3.132a)
T =
4pi
g2 sin2 θw
[
A¯W+W−(0)
m2w
− A¯Z0Z0
m2z
]
(3.132b)
U =
16pi
g2
[
A¯W+W−(m
2
w)− A¯W+W−(0)
m2w
− cos θ2w
A¯Z0Z0(m
2
z)− A¯Z0Z0
m2z
− sin2 θw ∂A¯γγ(q
2)
∂q2
∣∣∣∣
q2=0
+ 2cos θw sin θw
∂A¯γZ0(q
2)
∂q2
∣∣∣∣∣
q2=0
]
(3.132c)
Aqu´ı los AV V ′(q
2) son los coeficientes de gµν en los tensores de polarizacio´n del vac´ıo:
ΠµνV V ′(q) = g
µνAV V ′(q
2) + qµqνBV V ′(q
2). (3.133)
30La simetr´ıa accidental SU(2) para su funcio´n protectora es la denominada simetr´ıa de custodia, que puede o no ser el isosp´ın
(esto se encuentra discutido con mayor amplitud en el ape´ndice B ).
31Aqu´ı nos centraremos en las tres primeras en virtud a su amplio conocimiento teo´rico y fenomenolo´gico. En realidad, V,W,X
son las extensiones de los primeros em ordenes ma´s altos de la teor´ıa de perturbaciones [80, 99].
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Con la substraccio´n desde las contribuciones del SM,
A¯V V ′(q
2) = AV V ′(q
2)|
2HDM
−AV V ′(q2)|SM . (3.134)
T es el para´metro relacionado comu´nmente con ρ0 ≡ ρ/ρSM a trave´s de ρ0 = 1/(1 − αT ), decodificando la
salida desde el valor del SM de ρ0 = 1 (i.e la simetr´ıa de custod´ıa). La contribucio´n del 2HDM a T esta´ dada
por:
T =
g2
64pi2m2w
{
3∑
k=1
|Ck|2F (m2H+ ,m2Hk)−
2∑
k=1
|Ck|2F (m2Hk ,m2A0)
+ 3
2∑
k=1
|C3−k|2
[
F (m2Z ,m
2
Hk
)− F (m2W ,m2Hk)
]− 3 [F (m2z,m2href )− F (m2W ,m2href )]
}
, (3.135)
las masas de los bosones de Higgs neutros son denotadas con mHk (k = 1, 2, 3), y mHref es la masa del boso´n
de Higgs del SM. La contribucio´n del u´ltimo te´rmino es sustra´ıda para aislar la contribucio´n de la nueva f´ısica.
La funcio´n F esta´ dada por:
F (x, y) =
x+ y
2
− xy
x− y ln
x
y
, (3.136)
y el acople de estructura de los bosones gauge EW a un par de bosones de Higgs han sido resumidos en el
vector:
C = {cos(β − α), sin(β − α), 1}. (3.137)
A fin de encontrar las otros dos para´metros de importancia, S y U , es necesario definir dos funciones auxiliares
G y Ĝ. Para la primera tenemos [99]
G(x, y,Q) = −16
3
+
5(x+ y)
Q
− 2(x+ y)
2
Q2
+
3
Q
[
x2 + y2
x− y −
x2 − y2
Q
+
(x− y)3
3Q2
]
ln
x
y
+
r
Q3
f(t, r), (3.138)
con t ≡ x+ y −Q, r ≡ Q2 − 2Q(x+ y) + (x− y)2, y
f(t, r) =

√
r ln
∣∣∣ t−√rt+√r ∣∣∣ r > 0
0 r = 0
2
√−r arctan
√−r
t r < 0.
. (3.139)
La segunda funcio´n Ĝ esta´ dada por
Ĝ(x,Q) = G(x,Q,Q) + G˜(x,Q,Q), (3.140)
con
G˜(x, y,Q) = 12
[
x− y
Q
− x+ y
x− y
]
ln
x
y
+
12
Q
f(t, r)− 24. (3.141)
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Despue´s de definir esas cantidades, el para´metro S puede ser definido a trave´s de:
S =
g2
384pi2 cos θ2w
{
[sin θw − cos θw]2G(m2H+ ,mH+ ,m2z) +
2∑
k=1
|Ck|2G(m2Hk ,m2A,m2z)
− 2 lnm2H+ +
3∑
k=1
lnm2Hk − lnm2Href (3.142)
+
2∑
k=1
|C3−k|2Ĝ(m2Hk ,m2z)− Ĝ
(
m2Href ,m
2
z
)}
. (3.143)
Finalmente U puede ser descrito por:
U =
g2
384pi2
{
3∑
k=1
|Ck|2G(m2H+ ,m2Hk ,m2w)− [sin θw − cos θw]2G(m2H+ ,m2Hk ,m2z) (3.144)
−
2∑
k=1
|Ck|2G(m2Hk ,m2A0 ,m2w)
+
2∑
k=1
|C3−k|2
[
Ĝ(m2Hk ,m
2
w)− Ĝ(m2Hk ,m2z)
]
− Ĝ(m2Href ,m2w) + Ĝ(m2Href ,m2z)
}
(3.145)
Los l´ımites actuales experimentales sobre S, T y U pueden ser encontrados en PDG [47]. Una anotacio´n
de importancia se establece en el hecho de que´ t´ıpicamente los para´metros S y T no pueden ser evaluados
separadamente desde el valor referencia de la masa del Higgs minimal mHref (como es representado en la
Figura (3.6)). Por tanto cuando se compara con los l´ımites experimentales, es necesario tener el mismo valor
de mHref en el momento de calcular los para´metros oblicuos del 2HDM, como fue hecho en el momento de
fijar los valores asociados en el SM [99].
La Figura 3.6 muestra los contornos permitidos al C.L. 68%, 95% y 99% en el plano (S, T ) ( U var´ıa libremente
) como una derivacio´n de la evaluacio´n electrode´bil junto con las predicciones del SM y del 2HDM (a´reas gris
y verde respectivamente). Para la prediccio´n del 2HDM mh0 es dejado libre a variar en el intervalo [114, 1000]
GeV, y las otras masas de los otros bosones de Higgs fueron permitidos a tener una variacio´n entre mh0 y 1000
GeV. Aqu´ı S adopta relativamente a valores pequen˜os y principalmente positivos, mientras la contribucio´n a T
toma valores grandes positivos y negativos. Existe una superposicio´n de valores muy grandes entre la evaluacio´n
experimental y la prediccio´n del 2HDM, por tanto una variedad de configuraciones del modelo exhiben una
compatibilidad con los datos de precisio´n electrode´biles. Un conjunto pequen˜o de esas configuraciones son
mostradas para valores fijos de mH0 = 600 GeV, mA0 = 900 GeV y β−α = pi. Los simbolos abiertos muestran
las predicciones para tres diferentes valores de masas del boso´n de Higgs ligero (mh0 = 120, 250, 500 GeV)y una
masa fija del boso´n de Higgs cargado de 580 GeV. Las flechas indican los corrimientos inducidos por el 2HDM
en S, T con respecto alas predicciones del SM para los mismos valores de mh0 . Las variaciones de la masa
del boso´n de Higgs cargado (simbolos llenos) inducen efectos fuertes sobre T . Al escoger valores adecuados
(mH± = 590, 570, 550 GeV) la compatibilidad puede ser alcanzada aun para valores muy grandes de mh0 .
3.7.4. Unitariedad
Para limitar al espectro de part´ıculas del modelo y los para´metros libres, en el presente tenemos informacio´n
experimental proveniente del LEP, Tevatron [47] y LCH [97] (en las bu´squedas con las luminosidades integradas
primigenias). Pero, en virtud a que el sector netamente escalar de Higgs contiene acoples cuarticos y trilineales,
la informacio´n fenomenolo´gica de procesos que provengan de dicho sector sera´ una discusio´n abierta au´n hasta
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Figura 3.6.: Para´metros oblicuos en el 2HDM, donde se muestra la evaluacio´n de S y T (dejando a U libre)
comparados desde el SM (gris) y 2HDM (verde claro). El a´rea del 2HDM es obtenido con el uso de
los rangos de las masas y los para´metros de mezcla generados en la gra´fica. Los simbolos ilustran
las predicciones del 2HDM para seis conjuntos ejemplos, comparados con las correspondientes
predicciones del SM a trave´s de las flechas. Figura tomada de [102].
despue´s de que el LHC alcance su luminosidad integrada ma´xima [97], debido a la gran magnitud de las energ´ıas
necesitadas para lograr dichas interacciones. Sabemos bien que dicho sector contiene de una manera expl´ıcita
la naturaleza de los escalares que se encuentran en el modelo. Desde otro punto de vista, es interesante ver que
posibles limitaciones para las masas de los bosones de Higgs pueden ser obtenidas para definir un modelo realista
y acorde con las restricciones experimentales. Explorando las bases del modelo y emulando las restricciones
ma´s simples del SM (ver 2.5), se encontraro´n me´todos generales (en adicio´n a los descritos por la estabilidad
del vac´ıo), basados en la consistencia interna de la teor´ıa cua´ntica de campos destinada a la descripcio´n de
cantidades f´ısicas relevantes. Uno de los limitantes teo´ricos ma´s fuertes proviene del ana´lisis en unitariedad de
la matriz S32. En su forma ma´s simple, esta es implementada en el orden ma´s bajo, a trave´s de la imposicio´n
de restricciones unitarias de las amplitudes a nivel a´rbol de un conjunto adecuado de procesos dispersivos.
Dicha sistema´tica esta´ basada en el me´todo Lee-Quigg-Thacker (LQT) [2], que corresponde a la imposicio´n de
la condicio´n de unitariedad perturbativa, (en particular a nivel a´rbol) prove´ıda por el Teorema O´ptico (TO),
para un conjunto de procesos dispersivos escalares y vectoriales. En una teor´ıa renormalizable, las amplitudes
de dispersio´n son asinto´ticamente planas que en este contexto indica que ellas no exhiben ningu´n crecimiento
en potencias con respecto s en el l´ımite de altas energ´ıas. Sin embargo, los acoples dominantes son t´ıpicamente
proporcionales a las masas de los bosones escalares obteniendo limitates de gran utilidad sobre dichos valores.
El me´todo LQT fue aplicado al SM minimal, y con base a dicha descripcio´n fue empleado por varios autores
en modelos con sectores de Higgs extendidos, en particular en el Modelos de dos Dobletes [16, 17]
En el esp´ıritu de el me´todo LQT, la condicio´n de unitariedad esta´ basada en el subespacio de los estados de
dos part´ıculas en el que las amplitudes de dispersio´n cumplen |ReM0| ≤ 1/2 (como se vio´ en la seccio´n 1.3 esta
restriccio´n es va´lida para cualquier tipo de procesos dispersivos que tengan helicidades exactamente iguales
para los dos estados de dos part´ıculas). Ya que los elementos matriciales a nivel a´rbol en cuestio´n son reales,
32Este tipo de ana´lisis son tratados extensivamente en virtud a su importancia en el desarrollo global de este texto.
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y en el l´ımite de altas energ´ıas ellos producen contribuciones que no involucran ninguna dependencia angular,
M0 generalmente coincide con todos los elementos matriciales a nivel a´rbol (asinto´ticos) M, hasta un factor
convensional de normalizacio´n de 16pi el cual aparece en la expansio´n por ondas planas esta´ndar. Por ende, la
condicio´n de unitariedad puede ser reescrita a trave´s de:
|M| ≤ 8pi. (3.146)
A fin de llegar a una implementacion´ o´ptima de los limitantes en unitariedad se consideran los autovalores de
la matriz:
Mij =Mi→j. (3.147)
con i, j sen˜alando todos los posibles estados de dos part´ıculas. A fin de lograr esto, se tomara´n en cuenta
solo procesos binarios en los que se involucran directamente las masas de los bosones de Higgs del espectro
del 2HDM para el orden ma´s bajo, en particular aquellos te´rminos de orden O(E0). A trave´s del teorema de
equivalencia del ape´ndice A, se demuestra que las contribuciones ma´s relevantes provienen de procesos donde se
incorporan bosones vectoriales polarizados longitudinalmente (con sus respectivos bosones de Goldstone). Esto
significa que la matriz Mij debe construirse con estados escalares (f´ısico y no-f´ısicos) w
±, z, H±, A0,H0, h0.
Los limitantes a nivel a´rbol son escritos, para los elementos matriciales, a trave´s de restricciones sobre sus
autovalores. Los valores propios pueden ser obtenidos en cualquier base y relacionados a la base f´ısica por
medio de una transformacio´n unitaria del tipo (3.9). A fin de hacer los ca´lculos ma´s simples se tomara´ una
base no f´ısica con autoestados gauge φ±i , ηi, ξi [17, 16], que describen la siguiente sistema´tica [71]:
• En el re´gimen de altas energ´ıas de las dispersiones escalares-escalares, el isoesp´ın de´bil total −→σ y la hipercarga
total Y son cantidades conservadas, con posibles valores σ = 0, 1 y Y = 0, 2,−2.
Para considerar estados con Y = 0, se puede notar que los isoespinores φa (con a = 1, 2 indicando el doblete)
pueden ser representados como columnas, mientras que φ†a son representados como filas. Por lo tanto, el
producto directo φbβφ
†
aα representa una matriz 2 × 2 para cada pareja a y b. Ya que las matrices de Pauli
ma´s la identidad forman una base en el espacio de matrices 2 × 2 hermı´ticas, se puede escribir la siguiente
parametrizacio´n
φbβφ
†
aα = A0δβα +
−→
A · −→τ βα, (3.148)
con A0 = (φ
†
aφb)/2 representado un isoescalar y Ai = (φ
†
aτ iφb)/2 representado un isovector. Esto permite
construir los te´rminos cuarticos a trave´s de
(φ∗aαφbα)(φ
∗
cβφdβ) =
1
2
[
(φ∗aαφdα)(φ
∗
cβφbβ) +
∑
r
(
φ∗aατ
r
αβφdβ
) (
φ∗cγτ
r
γδφbd
)]
. (3.149)
El conjunto total de posibles estados iniciales con hipercarga Y = 0 que en nuestro caso pueden ser escritas
como productos escalares, transforman de acuerdo a la simetr´ıa Z2 como:
Y = 0, σ = 0 :
Z2 par︷ ︸︸ ︷
1√
2
(
φ†1φ1
)
,
Z2 par︷ ︸︸ ︷
1√
2
(
φ†2φ2
)
,
Z2 impar︷ ︸︸ ︷
1√
2
(
φ†1φ2
)
,
Z2 impar︷ ︸︸ ︷
1√
2
(
φ†2φ1
)
, (3.150a)
Y = 0, σ = 1 :
1√
2
(
φ†1τ
iφ2
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 par
,
1√
2
(
φ†2τ
iφ2
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 par
,
1√
2
(
φ†1τ
iφ2
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 impar
,
1√
2
(
φ†2τ
iφ1
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 impar
, (3.150b)
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con i = +, z,− sen˜alando la representacio´n de las matrices de Pauli. Ahora consideramos los estados Y = 2,
donde se introducen las filas φ˜a = (iτ2φa)
T = (na,−φ+a ) y las correspondientes columnas φ˜†a = (iτ2φa)∗.
Notando que el isoescalar φaαφbα es antisime´trico bajo la permutacio´n a → b, φ˜aαφbα = −φ˜bαφaα, mientras
que el isovector es sime´trico bajo esta permutacio´n.
El conjunto total de estados iniciales con hipercarga Y = 2, en analog´ıa con (3.150), puede escribirse por medio
de:
Y = 2, σ = 0 :
Z2 par︷ ︸︸ ︷
ausente,
Z2 impar︷ ︸︸ ︷
1√
2
(
φ˜1φ2
)
= −
Z2 impar︷ ︸︸ ︷
1√
2
(
φ˜2φ1
)
(3.151a)
Y = 2, σ = 1 :
1
2
(
φ˜1τ
iφ1
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 par
,
1
2
(
φ˜2τ
iφ2
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 par
,
1√
2
(
φ˜1τ
iφ2
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 impar
=
1√
2
(
φ˜2τ
iφ1
)
︸ ︷︷ ︸
Z2 impar
. (3.151b)
El factor 1/2 para el caso Z2 par es debido a la presencia de dos part´ıculas ide´nticas en el estado inicial. Los
estados Z2 pares con Y = 2 y σ = 0 son ausentes en virtud a la simetr´ıa de Bose-Einstein para escalares
ide´nticos. Los estados con Y = −2 y σ = 1 pueden ser obtenidos desde los estados con Y = 2 por la
implementacio´n del operador conjugacio´n de carga.
Similarmente a (3.149) se puede escribir:
(φ∗aαφbα)
(
φ∗cβφdβ
)
=
1
2
[(
φ∗aαφ˜
∗
cα
)
+
∑
r
(
φ∗aατ
r
αβ φ˜
∗
cβ
)(
φ˜dγτ
r
γδφbδ
)]
. (3.152)
La matriz de dispersio´n para cada conjunto de estados con nu´meros cua´nticos dados Y y σ representados por
(3.150) y (3.151) a nivel a´rbol, son calculados desde el potencial (3.4) con la ayuda de las relaciones (3.149) y
(3.152). Los resultados pueden representarse a trave´s de [99, 71]:
8piSY=2,σ=1 =
 λ1 λ5
√
2λ6
λ∗5 λ2
√
2λ∗7√
2λ∗6
√
2λ7 λ3 + λ4
 , (3.153a)
8piSY=2,σ=0 = λ3 − λ4, (3.153b)
8piSY=0,σ=1 =

λ1 λ4 λ6 λ
∗
6
λ4 λ2 λ7 λ
∗
7
λ∗6 λ
∗
7 λ3 λ
∗
5
λ6 λ7 λ5 λ3
 , (3.153c)
8piSY=0,σ=0 =

3λ1 2λ3 + λ4 3λ6 3λ
∗
6
2λ3 + λ4 3λ2 3λ7 3λ
∗
7
3λ86 3λ
∗
7 λ3 + 2λ4 3λ
∗
5
3λ6 3λ7 3λ5 λ3 + 2λ4
 . (3.153d)
En cada matriz se observa que en las esquinas superiores izquierdas se ubican los elementos de la matriz de
dispersio´n para estados Z2- pares, mientras que en la parte inferior derecha reciden los estados de Z2-impar,
que son descritos mediante la mezcla de los para´metros λ6 y λ7. Los limitantes unitarios |M| < 1, se traduce
en los autovalores de las matrices Λ aqu´ı escritas a trave´s de la nueva condicio´n:
|Λ| < 1
8pi
. (3.154)
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Para el caso general en el que todos los para´metros se encuentran inmersos en el potencial escalar, las fo´rmulas
para los autovalores llegan a ser ecuaciones de tercer y cuarto orden. Es indispensable para obtener un ana´lisis
detallado, limitar esta regio´n de para´metros, primero al caso de violacio´n suave de la simetr´ıa Z2 con posible
violacio´n CP , en el cual λ6 = λ7 = 0. Para esta particularizacio´n, las matrices son diagonales por bloques,
as´ı los autovalores pueden ser calculados fa´cilmente. Ellos se escriben a partir de la notacio´n λZ2Y,σ±; por medio
de la forma:
Λpar21± =
1
2
(
λ1 + λ2 ±
√
(λ1 − λ2)2 + 4λ25
)
, Λimpar21 = λ3 + λ4. (3.155a)
Λimpar20± = λ3 − λ4. (3.155b)
Λpar01± =
1
2
(
λ1 + λ2 ±
√
(λ1 − λ2)2 + 4λ24
)
, Λimpar01± = λ3 ± λ5. (3.155c)
Λpar00± =
1
2
[
3(λ1 + λ2)±
√
9(λ1 − λ2)2 + 4 (2λ3 + λ4)2
]
, Λimpar00± = λ3 + 2λ4 ± 3λ5. (3.155d)
Para un potencial que viole CP , en el cual el acople λ5 es complejo, es necesario reemplazar λ5 por |λ5|.
• A fin de describir el caso general con violacio´n fuerte de la simetr´ıa Z2, se usa el siguiente hecho:
Para una matriz hermı´tica M = ||Mij || con valores maximales y minimales Λ+ y Λ−, respectivamente, todos
los elementos diagonales Mii residen entre esos autovalores
33,
Λ− ≤Mii ≤ Λ+. (3.156)
La diagonalizacio´n de las matrices de dispersio´n, reproduciendo los autovalores, es realizado en dos pasos:
1. Se diagonalizan las esquinas de las matrices de dispersio´n correspondientes a los valores fijos de la paridad
con respecto a Z2. En este paso obtenemos matrices de dispersio´n con elementos diagonales descritos por
las relaciones (3.155).
2. En virtud al enunciado (3.156) los limitantes (3.154) y (3.155) son condiciones necesarias para la
unitariedad. Estos aumentan debido a la presencia de los para´metros λ6 y λ7, que describen violacio´n
fuerte de la simetr´ıa Z2. El corrimiento de esos autovalores (3.155) causados por esos te´rminos pueden
ser calculados fa´cilmente en el caso de violacio´n fuerte de la simetr´ıa Z2 tal que |λ6,7|  ΛZ2Y,σ.
• Invariantes ante transformaciones de reparametrizacio´n. El 2HDM contiene dos dobletes (Φ1,Φ2)
con nu´meros cua´nticos ide´nticos. Por lo tanto, su forma ma´s general debe permitir tranformaciones globales
que mezclen esos campos y cambien su fase relativa. Cada conjunto de transformaciones genera un nuevo
lagrangiano con para´metros provenientes del primer lagrangiano y los generados por la transformacio´n. Detalles
acerca de esta simetr´ıa debida al comportamiento ide´ntico de los campos puede encontrarse ampliamente en
[105].
Los autovalores de las matrices de dispersio´n (3.153) son por construccio´n invariantes de reparametrizacio´n.
Las ecuaciones esta´ndar para los autovalores de dichas matrices son tambie´n invariantes de la transformacio´n
de reparametrizacio´n en virtud a su constuccio´n desde los autovalores. Cada matriz n × n SY σ genera n
polinomios invariantes de λi: uno del primero, uno del segundo, uno del tercero...etc orden. Una conveniente
escogencia de esos invariantes es34:
Tr{SY,σ} con k = 1, ..., n.
33Este hecho se sigue desde propiedades extremales del elipsoide n-dimensional, que es Λ−
∑
x2i ≤
∑
Mijxixj ≤ Λ+
∑
x2i .
34Esta es la escogencia ma´s natural, aunque tambie´n es posible tomar al determinante asociado a cada una de las matrices
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Esto genera del orden de 12 invariantes no independientes. Ejemplos de cuatro invariantes, lineales en λi y
denotados como IY σ ≡ 8piTr{SY σ} de acuedo a su nu´mero cua´ntico de hipercarga Y y de isoesp´ın σ, son:
I21 = λ1 + λ2 + λ3 + λ4, (3.157a)
I20 = λ3 − λ4, (3.157b)
I01 = λ1 + λ2 + 2λ3, (3.157c)
I00 = 3(λ1 + λ2) + 2λ3 + 4λ4, (3.157d)
de las cuales solo dos son combinaciones linealmente independientes. Esto es debido al hecho de que dos
combinaciones LI de para´metros λi del potencial general 2HDM, correspondiente a dos escalares del grupo
SU(2)× U(1), describen la transformacio´n de reparametrizacio´n.
• Relaciones expl´ıcitas para los limitantes. A trave´s de la bu´squeda de cantidades expl´ıcitas, miraremos
como son las relaciones entre las masas de los bosones de Higgs y los para´metros del potencial tal que la
condicio´n de unitariedad sea salvada. A fin de ello, los trabajos pioneros [16] consideraron el caso de un
potencial escalar con simetr´ıa Z2 y con cumpliento de la simetr´ıa CP . Esto fue generalizado en [17, 18], a
trave´s del uso de las siguientes cantidades:
L1 =
1
2v2
[
m2H0 cos
2 α+m2h0 sin
2 α+
sin 2α
2 tan β
(
m2h0 −m2H0
)]
+
m212
v2 sin 2β
(
1− tan2 β) , (3.158a)
L2 =
1
2v2
[
m2H0 cos
2 α+m2h0 sin
2 α+
sin 2α tan β
2
(
m2h0 −m2H0
)]
+
m212
v2 sin 2β
(
1− cot2 β) , (3.158b)
L3 =
1
v2 sin 2β
[
sinα
2
(
m2H0 −m2h0
)−m212] , (3.158c)
L4 =
2m2H+
v2
, (3.158d)
L5 =
m212
v2 sin 2β
, (3.158e)
L6 =
2mA0
v2
. (3.158f)
Los Li son funciones de las masas de los escalares f´ısicos, de los a´ngulos α y β, y el para´metro de rompimiento
de´bil m212 (aunque el vac´ıo aqu´ı considerado conserva la simetr´ıa CP ). Los limitantes unitarios pueden ser
expresados en te´rminos de esas cantidades. En te´rminos de los Li, los para´metros dentro del potencial pueden
ser escritos por:
λ1 = 2 (L1 + L3) , (3.159a)
λ2 = 2 (L2 + L3) , (3.159b)
λ3 = 2 (L3 + L4) , (3.159c)
λ4 =
1
2
(L5 + L6 − 2L4) , (3.159d)
λ5 =
1
2
(L5 − L6) . (3.159e)
• Limitaciones para masas. A trave´s del uso de las relaciones entre los para´metros Li con las masas y con
los dema´s para´metros del 2HDM y de los autovalores (3.155) con la restriccio´n unitaria (3.154) encontramos,
bajo la suposicio´n de conservacio´n de la simetr´ıa Z2 y para valores pequen˜os de tan β ' 1/2, que
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mH± < 691 GeV , mA0 < 695 GeV, mh < 435 GeV , y mH0 < 638 GeV.
Para valores grandes de tan β el l´ımite superior llega a ser muy fuerte, bajando los 100 GeV para tan β ' 6,
lo que esta´ en desacuerdo con los re´gimenes de exclusio´n del LEP, TEVATRON y LHC.
La presencia del te´rmino de rompimiento suave m212 relaja los l´ımites superiores para valores lo suficientemente
grandes de este para´metro; el l´ımite sobre mh0 llega a ser independiente de tan β y aproximadamente igual
a 670 GeV. Los l´ımites unitarios del 2HDM requieren la dependencia sobre algunos para´metros, pero pueden
ser -en algunos casos- poco restrictivos, au´n despue´s de correr las regio´n entera de ellos, todo debido a los
conflictos presentados con los re´gimenes de exclusio´n presentados de manera fenomenolo´gica. Pero aun as´ı, los
limitantes provistos por la unitariedad son los procesos ma´s restrictivos que se pueden encontrar a nivel a´rbol
en modelos con sectores de Higgs extendidos, todo en virtud a su estrecha relacio´n con la consistencia interna
de la teor´ıa cua´ntica de campos, que es el background fundamental de una teor´ıa gauge.
• Restricciones unitarias en interacciones fuertes en el sector de Higgs. Para el SM-minimal la masa
del boso´n de Higgs es mH = v
√
λ mientras que su ancho de decaimiento ΓH ( principalmente por los canales
asociados a las componenestes longitudinales de los bosones gauge W± y Z) crece como ΓH ∝ m3H [57]. Las
restricciones unitarias para este caso, se establecen en el caso cuando ΓH ≈ mH , as´ı el boso´n de Higgs f´ısico
desaparece del espectro, y las interacciones fuertes (en intensidad) en el sector de Higgs son realizadas como
interacciones fuertes de los bosones gauge WL, ZL en
√
s > v
√
λ & v
√
8pi ≈ 1.2 TeV. Por tanto, si λ excede la
limitacio´n de la unitariedad a nivel a´rbol, la discusio´n en te´rminos observables llega a no tener significado, y
as´ı se debera´ construir un marco de nueva f´ısica para el SSB del SM.
Este tipo de correspondencia entre los limitantes a nivel a´rbol, la realizacio´n de los campos de Higgs como
resonancia estrechas y posibles interacciones fuertes WLWL y ZLZL, pueden generalmente ser violadas en
el 2HDM si los valores de los diferentes λi difieren entre unos y otros considerablemente. El gran nu´mero
de grados de libertad del 2HDM genera situaciones cuando algunos de los bosones de Higgs de esta teor´ıa
son ma´s o menos escalares ”normales” (en el sentido de que algunas propiedades pueden ser determinadas
perturbativamente), mientras que los otros escalares y/o las componentes WL, ZL interactua´n fuertemente
a energ´ıas lo suficientemente grandes. Por ende, puede ocurrir que algunos de los u´ltimos se conviertan en
part´ıculas f´ısicas, mientras que los otros desaparezcan del espectro, como el caso del boso´n de Higgs en el SM
para grandes valores de λ. En tales casos, los limitantes de unitariedad funcionan de diferentes maneras para
distintos canales f´ısicos [71].
• Extensio´n a modelos multidobletes y otros modelos gauge. El esquema propuesto puede ser explotado
fuertemente en el estudio de limitantes para modelos multidobletes y modelos gauge ma´s alla al SM minimal.
Por ejemplo en el primer caso, el modelo con dos dobletes de Higgs ma´s un singlete (σ = 0) con Y = 0
puede ser descrito por el potencial (3.4) ma´s te´rminos adicionales. En este caso las matrices de dispersio´n
SY=2,0, SY=0,σ=1 tienen la forma de (3.153a)-(3.153c), mientras que la asociada a SY=0,σ=0 es obtenida desde
la escrita en (3.153d) ma´s la adicio´n de una columna y una fila. Solo una matriz de dispersio´n nueva SY=1,σ=1/2
aparece en este caso.
Reglas de suma
Histo´ricamente, la construccio´n de una teor´ıa cua´ntica de campos consistente en la que existen bosones vec-
toriales masivos se presenta como un gran reto para la f´ısica en general desde hace 50 an˜os. En general, los
modelos que emergieron para dar explicacio´n a las interacciones de´biles eran no-renormalizables. Adema´s, las
amplitudes a nivel a´rbol exhib´ıan un mal comportamiento, ya que incrementaban con la energ´ıa del centro de
masa. Esto trae consigo que la unitariedad -a ese nivel de la teor´ıa- no sea respetada. Despue´s se mostro´ que
teor´ıas con rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa (con la posibilidad de adicionar vectores masivos U(1))
son las u´nicas teor´ıas de campos cua´nticos renormalizables y consistentes en las que se involucran vectores
masivos [106]. Luego, se establecio´ que teor´ıas con SSB son las u´nicas teor´ıas en las que se involucran vectores
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masivos en las cuales las amplitudes a nivel a´rbol no crecen con la energ´ıa del centro de masa [107, 108]. Tal
resultado es posible debido a que las relaciones entre los para´metros de la teor´ıa impuesta por la invarianza
gauge son precisamente las necesarias para cancelar el mal comportamiento entre los diagramas de Feynman.
Dicho en otras palabras, la cancelacio´n requerida del mal comportamiento a altas energ´ıas produce una serie
de relaciones entre varias constantes de acople de las nuevas teor´ıas.
Por ejemplo, para la dispersio´n VLVL → VLVL, en el SM la cancelacio´n es posible por que la forma del ve´rtice
entre el Higgs y los bosones vectoriales es gHWW = gmw. Cuando se tiene ma´s de un doblete, esta cancelacio´n
tiene que ser llevada a cabo por ma´s bosones de Higgs, apareciendo una regla de suma35:
∑
i
g2η0i V V
= gHV V . (3.160)
i identifica a todos los bosones neutros del sector extendido de Higgs, y H representa al boso´n de Higgs
minimal. Esta regla de suma garantiza la unitariedad a nivel a´rbol del proceso VLVL → VLVL.
Para procesos dispersivos con fermiones, e.g. f f¯ → VLVL, se debe garantizar que:
∑
i
gη0i V V
gη0i ff¯
= gηi
0
V V gηi
0
ff¯ . (3.161)
En tales casos, solo la contribucio´n de todos los Higgs, que se acoplan simulta´neamente a los bosones y a
los fermiones, cancelan los efectos no deseados a fin de garantizar la unitariedad de la teor´ıa. En realidad las
reglas de suma aqu´ı consideradas son va´lidas para teor´ıas donde la simetr´ıa CP es conservada (desacoplando
a nivel a´rbol al boso´n de Higgs pseudoescalar A0). A fin de garantizar la unitariedad en dichos procesos es
indispensable considerar matrices CKM adecuadas en los acoples de los fermiones con los bosones de Higgs
cargados del 2HDM. Esto provee un limitante para los elementos diagonales de las matrices de mezcla.
Con este caso reducido, desde (3.160) tenemos en particular para el 2HDM:
g2h0V V + g
2
H0V V = g
2
HV V (3.162)
Desde los a´ngulos de mezcla del 2HDM, se sabe que
gh0V V
gHV V
= sin(β − α); gH0V V
gHV V
= cos(β − α) (3.163)
La restriccio´n (3.162) es cumplida a cabalidad para el caso de coservacio´n de la simetr´ıa CP donde no existe
acoples entre los bosones vectoriales y el boso´n de Higgs pseudoescalar a nivel a´rbol.
Desde (3.162) se pueden inferir importantes consecuencias fenomenolo´gicas. Una de ellas es que los acoples a
los bosones vectoriales VV de los bosones de Higgs de CP −par son suprimidos con respecto a los presentados
en el SM minimal. En particular, si uno de los bosones de Higgs escalares se desacopla a nivel a´rbol de los
ve´rtices con V V entonces los acoples con el Higgs a nivel a´rbol del otro boso´n de higgs escalar es del tipo SM.
Este es el denominado proceso de saturacio´n o exhaustivo de la regla de suma. Este es el escenario natural del
MSSM para el cual cos(β − α) ∼ 0 es esperado, as´ı el acople h0V V satura la regla de suma y se comporta
como el Higgs minimal, mientras que el acople H0V V es altamente suprimido [69].
Por otro lado, los l´ımites unitarios de los procesos en los que se involucran acoples V -Higgs-Higgs determina
la forma de tales acoples. Por ejemplo, los l´ımites unitarios en los procesos dispersivos H+W− → H+W− y
A0Z → A0Z produce la siguiente regla de suma [69, 57, 106]:
35Es importante anotar que las reglas de suma aqu´ı establecidas pueden ser extendidas apropiadamente a sectores de Higgs
provenientes de singletes o dobletes. Para estructuras superiores las reglas de suma presentan una estructura ma´s complicada
[57] que la establecida para estos modelos.
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g2H+W−h0 + g
2
H+W−H0 =
[
g2A0Zh0 + g
2
A0ZH0
]
cos2 θw =
g2
4
(3.164)
Esto se hace al definir los acoples de Feynman para H+W−h0 como el coeficiente de −i(p+ p′)W (p y p′ son
los cuadrimomentos de H+ y h0, respectivamente). De manera ana´loga se utiliza una definicio´n para el ve´rtice
A0Zh0. A fin de evitar violacio´n de unitariedad en A0Z → W+W−, las intensidades de los acoples A0Zh0
y A0ZH0 deben tener exactamente las fracciones correctas. Similarmente, la unitariedad para los procesos
dispersivos H+W− → W+W− determina los acoples W+H−h0 y W+H−H0. Con esto, las restricciones de
unitariedad fijan u´nicamente los acoples V -Higgs-Higgs:
gh0A0Z =
g
2 cos θw
cos (β − α) ; gH0A0Z =
g
2 cos θw
sin (β − α) (3.165a)
gH+W−h0 =
g
2
sin(β − α); gH+W−H0 =
g
2
cos(β − α) (3.165b)
Estos acoples coinciden con los valores que se presentan al realizar la expansio´n del te´rmino cine´tico del
lagrangiano (ver seccio´n (3.4.1))
3.8. Limitantes fenomenolo´gicos del 2HDM
Otra manera de limitar los para´metros libres del 2HDM esta´ basada en los diferentes resultados de precisio´n
que, adema´s de servir de motivacio´n para la inclusio´n de un sector extendido de Higgs, permiten hacer de
este modelo una teor´ıa acorde con los experimentos. Aqu´ı consideramos la fenomenolog´ıa que debe incorporar
la nueva f´ısica, ya que experimentalmente existe una alta desviacio´n con respecto a la prediccio´n del SM
minimal. Un ejemplo de lo anterior, es el valor del momento magne´tico ano´malo del muo´n. Finalmente, se
plantean algunos re´gimenes de exclusio´n de la nueva f´ısica implementada por el modelo, y tambie´n algunos
posibles canales de deteccio´n del espectro del 2HDM en los diferentes aceleradores de part´ıculas.
3.8.1. Momento magne´tico ano´malo del muo´n
El sector extendido de Higgs por medio de la adicio´n de una replica de un doblete del tipo SM contribuye
fenomenolo´gicamente al momento magne´tico ano´malo del muo´n, aµ = (gµ − 2)/2. Ya que el valor medido
experimental muestra un desviacio´n de 2.7σ con respecto al valor del SM36, por tanto este ana´lisis provee una
prueba interesante de modelos con nueva F´ısica [100].
A nivel de un loop, tanto los bosones de Higgs neutros como los cargados del 2HDM contribuyen a las
correciones de los ve´rtices, pero esas correcciones son generalmente muy pequen˜as comparadas con la desviacio´n
esta´ndar observada. Las contribuciones se hacen interesantes en el nivel de dos loops [101] (me´todo denominado
como los diagramas de Barr-Zee), debido a la aparicio´n del boso´n de Higgs pseudoescalar, un propagador de
36El promedio actual del momento magne´tico ano´malo es [47]:
aµ =
gµ − 2
2
= (1165920.80 ± 0.63) × 10−9. (3.166)
En el SM la prediccio´n es:
ateoµ = (1165918.81 ± 0.38) × 10−9, (3.167)
el error proviene de las incertidumbres hadro´nicas que excluyen para´metros tales como αs y la masa de quarks pesados. Existe
una correlacio´n [47] con ∆α(mz) a un 17%. Aunque la discrepancia entre la prediccio´n teo´rica y el promedio mundial puede
venir de fluctuaciones o incertidumebres no consideradas, el valor de gµ − 2 se ve fuertemente alterado por fuentes de nueva
f´ısica, como modelos supersime´tricos y de gran unificacio´n. Aqu´ı nos centraremos, desde el punto de vista del sector de Higgs,
en la influencia que posee el nuevo espectro del 2HDM en dicho valor.
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foto´n, y fermiones pesados en los loops superiores. La masa fermio´nica ma´s grande compensa con un factor de
m2f/m
2
µ la supresio´n de los loop. Contribuciones de tipo similares, aunque suprimido por el orden de magnitud,
existen tambie´n desde combinaciones de H0(h0)Z y H±W∓. Aqu´ı se dara´n las contribuciones ∆aµ a aµ desde
un diagrama de foto´n de Barr-Zee con un boso´n de Higgs neutro y un fermio´n pesado f en el loop [109]:
∆ah
0
µ = −
α
16pi3
NcQ
2
f
mµmf
m2
h0
(
κf sin(β − α) + ρf cos(β − α)
)
(κµ sin(β − α) + ρµ cos(β − α)) f(yf), (3.168a)
∆aH
0
µ = −
α
16pi3
NcQ
2
f
mµmf
m2
H0
(
κf cos(β − α)− ρf sin(β − α)
)
(κµ cos(β − α)− ρµ sin(β − α)) f(yf), (3.168b)
∆aµ =
α
16pi3
NcQ
2
f
mµmf
m2
A0
2T f3 ρ
fρµg(yf ). (3.168c)
yf = m
2
f/m
2
Hi
, Nc = 3(1) para los quarks(leptones), Qf es la carga ele´ctrica, y T
f
3 la tercera componente
del isoesp´ın de´bil (T f3 = −1/2 para fermiones tipo down). κf y ρf son usados para denotar los coeficientes
adecuados en las correspondientes matrices de Yukawa sen˜aladas por U,D,L. Finalmente las funciones f y g
son dadas por la integrales:
f(z) =
∫ 1
0
dx
1− 2x(1 − x)
x(1− x)− z ln
x(1− x)
z
, (3.169a)
g(z) =
∫ 1
0
dx
1
x(1− x)− z ln
x(1− x)
z
. (3.169b)
3.8.2. Re´gimenes de exclusio´n y fenomenolog´ıa
Existen limitantes provenientes de la no obsevacio´n de la produccio´n o decaimientos directos del Higgs. Por
ejemplo, los escenarios para un Higgs muy ligero de CP impar (par) pueden ser derivados desde la fraccio´n
de decaimiento Br(Υ → A0(h0)γ), y de los canales Z → A0A0A0(h0h0h0), f(f ′)f¯ → Z(W±)A0A0(h0h0) →
Z(W±) + “γγ′′ y f f¯ → H+H− → Z(W+W−) + “γγ′′. Para bosones con masas intermedias, los l´ımites son
provistos por la bu´squeda no conclusa en canales como e+e− → Z∗ → Zh0. Para el re´gimen muy pesado, los
procesos corridos en el LEP fueron h0 → ZZ → leptones (este es un canal de importancia en la bu´squeda del
Higgs del SM, ver seccio´n 2.4 ).
Adema´s de limitar el modelo, es importante explorar la posibilidad de producir los diferentes Higgs del espectro
del 2HDM en los colisionadores actuales. Las tazas de prodccio´n esperadas son en general dependientes del
modelo y de la luminosidad alcanzada por el experimento. Para este tipo de ana´lisis es indispensable dividir
el estudio en colisionadores de electrones-positrones, como el LEP, y en colisionadores hadro´nicos, como el
Tevatron (proto´n-antiproto´n) y el LCH (proto´n-proto´n)
En colisionadores e+e− los mecanismos de produccio´n dependen substancialmente de los acoples de los bosones
vectoriales (V V ). El escenario ma´s ventajoso para esas maquinas es aquel donde los acoples con V V sean
aproximadamente iguales para los dos bosones escalares de CP-par, ya que si un Higgs tiende a saturar esos
acoples (como ocurre en el MSSM) entoces el descubrimiento en este tipo de experimentos sera´ muy complejo
para el boso´n ma´s de´bilmente acoplado. A0 es en particular muy problema´tico en virtud a que sus acoples
a nivel a´rbol con los bosones gauge son nulos (en un modelo que conserve CP ). El principal modo para
detectar dicho escalar es el canal e+e− → Z∗ → A0h0(H0). La seccio´n eficaz en h0 H0 para esos procesos es
proporcional a cos2(β − α) y a sin2(β −α) respectivamente. La deteccio´n es posible si mA0 +mH0(mh0) no es
lo suficientemente grande comparada con la energ´ıa de centro de masa, y si el ve´rtice ZA0(h0)H0 es un acople
de saturacio´n. Adema´s, si h0, A0 son lo suficientemente ligeros, ellos podr´ıan ser producidos en adicio´n a un
Z “on shell” con una taza de produccio´n significativamente alta. Con energ´ıas lo suficientemente altas, los
estados ma´s pesados pueden ser producidos v´ıa e+e− → H+H− o e+e− → H0h0. Es importante anotar que
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los modelos en que uno u otro boso´n de Higgs van a ee son muy dificiles en virtud a la presencia de un fuerte
background de QED. Prospectos para la deteccio´n de un Higgs sencillo en e+e− → H+H− o e+e− → H0A0 son
los canales e+e− → ZZ → Zh0(A0) donde uno de los Z ′ es “off shell”. Para mh0 > 2mz el modo de deteccio´n
de oro es el decaimiento a cuatro leptones h0 → ZZ → leptones. En los re´gimenes de masas intermedias de
los bosones de Higgs en otros decaimientos pueden ser inferidos. Con una energ´ıa de centro de masa mayor
(∼ 200 GeV), la fusio´n W+W− comienza a ser un mecanismo dominante (comos se ve en los decaimientos de
la Figura 2.6).
Como ya se observo´ en el cap´ıtulo del SM, en los colisionadores de hadrones, el mecanismo dominante para la
produccio´n del Higgs es la fusio´n de gluones a trave´s de un loop de quarks top. Ana´lisis importantes para la
produccio´n de un Higgs provienen de los canales gg → A0, h0,H0 y gb → H−t. Un me´todo interesante viene
desde el modo gg → QQ¯′(H0, h0, A0) donde Q es un quark pesado (b o´ t) con el Higgs decayendo de nuevo
a una pareja de quarks pesado. Otro proceso es el decaimiento del quarkonium en hγ el cual es aumentado
o suprimido de acuerdo al modelo hipo´tesis. Sen˜ales indirectas en este tipo de decaimiento podr´ıan darse a
trave´s de 3S1(tt¯) → bb¯, donde las contribuciones del SM provienen del intercambio del W , pero en el 2HDM,
en virtud a la presencia de bosones de Higgs del tipo H±, en cada acople con W± se puede introducir el Higgs
cargado correspondiente. As´ı alteraciones de las tazas de produccio´n ser´ıan detectadas si el valor esperado del
primer doblete es mayor que el asociado al segundo doblete (tan β < 1)37 haciendo que el ve´rtice tb¯H+ sea
aumentado. Existen muchos otros decaimientos del quarkonium, los cuales puden ser fuentes directas en la
produccio´n de pares de bosones de Higgs. Algunos de ellos son los que toman en cuenta quarks exo´ticos con
nuevos elementos en la matriz de CKM.
En el ATLAS (Complex States Working Group) se han llevado diferentes bu´squedas de los bosones de Higgs
cargados [111] con un conjunto total de datos 1.03 fb−1 por medio de canales lepto´nicos y quarks en los
productos finales (ver el proceso en la figura 3.7). A trave´s de un ana´lisis de procesos con estados finales cs¯ se
determinaron regiones de exclusio´n para el Higgs cargado. A trave´s de los l´ımites superiores de las fracciones
de decaimiento Br(t→ bH+)× Br(H+ → cs¯) = 0.25 a 0.14 para mH± = 90 a 130 GeV. Desde el ana´lisis de
los estados hadro´nicos (estimando el background desde diferentes me´todos) se determinan los valores sobre las
fracciones de decaimiento Br(t→ bH+)×Br(H+ → τ + ντ ); encontrando que dichos productos son del orden
de 0.03 a 0.10, excluyendo un rango de masas de H± en el rango de 90 a 160 GeV (Figura 3.8).
g
t
t¯
b¯
b
W−
f¯
f
H+
ντ
τ+
g
g
Figura 3.7.: Ejemplo de un diagrama de Feynman a ma´s bajo orden para la produccio´n de un Higgs cargado a
trave´s de la fusio´n de gluones con un decaimientos del estado tt¯.
37Esta escogencia se ve desde la inclusio´n del Higgs cargado en el primer doblete en la base del Higgs y en las condiones de
minimizacio´n respectivas
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Figura 3.8.: (Izquierda) L´ımites de exclusio´n observados y esperados en el 95% CL para la produccio´n del
Higgs cargado desde los decaimientos de los quarks top como una funcio´n de mH+ en te´rminos de
Br(t→ H+ + b) × Br(H+ → τ + ντ ). Se muestran los l´ımites obtenidos por la colaboracio´n D0.
(Derecha) L´ımites para la produccio´n del boso´n de Higgs cargado desde decaimientos del quark top
en el plano mH+ − tan β.
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CAP´ITULO 4
ANA´LISIS DE LAS RESTRICCIONES UNITARIAS EN EL SM Y 2HDM
Hemos mirados como la unitariedad reside de manera natural en la estructura fundamental de toda teor´ıa de
campos gauge. A trave´s de todo el recorrido de la formulacio´n del modelo esta´ndar minimal y con dos dobletes,
se observo´ que algunos sectores de estas teor´ıas son ampliamente desconocidos, y como a su vez la unitariedad
surge como una sistema´tica fundamental en la forma de restringir a los para´metros libres de estos modelos (e.g
las masas de los bosones escalares y los a´ngulos de mezcla). Este cap´ıtulo esta´ inspirado, a trave´s del uso de la
expansio´n general en ondas parciales como la tratada en la seccio´n 1.3, en determinar las relaciones que existen
entre las masa del boso´n de Higgs (bosones de Higgs de CP par en el 2HDM) y los dema´s para´metros libres
de los dos modelos ante el comportamiento unitario a nivel a´rbol de procesos netamente boso´nicos, netamente
fermio´nicos y fermio´nicos-boso´nicos; todo con el fin de restringir la regiones de para´metros all´ı establecidas, y
como un escenario en la posible caracterizacio´n teo´rica de la forma de los acoples entre los bosones de Higgs
de CP-par del 2HDM, los bosones gauge y los fermiones pesados.
4.1. W+LW
−
L → W+LW−L
Consideremos el ca´lculo del elemento matricial en el l´ımite de altas energ´ıas para el proceso esta´ndarW+LW
−
L →
W+LW
−
L [2]. Los diagramas que contribuyen a este proceso en el SM-minimal son mostrados en la Figura 4.1
. η0 hace referencia al Higgs minimal. Para el 2HDM es necesario hacer el despliegue de η0 → H0, h0 con los
respectivos acoples del modelo. Guiandonos de [2], a nivel a´rbol las contribuciones a los coeficientes de las
ondas parciales pueden ser descritos a trave´s de la razo´n ζ = q/mw (con q el momentum del centro de masa
de los bosones gauge)1:
aJ = A1ζ
4 +A2ζ
2 +A3. (4.1)
Los elementos Ai son comu´nmente referidos como los coeficientes de dispersio´n, ya que su signo indica si el
caracter de este proceso es repulsivo o atractivo. Esta expansio´n determina las cancelaciones entre los diagramas
a nivel a´rbol a trave´s de las potencias de cada uno de ellos. Todos los comportamientos divergentes en el re´gimen
de altas energ´ıas de los diagramas esta´n confinados en las ondas parciales J = 0, 1, 2. La cancelacio´n que ocurre
en el coeficiente A1 es debida a los canales t y s del intercambio de Z y γ de las tres ondas parciales. Para
el te´rmino A2 y las ondas parciales asociadas a J = 0, 1, las cancelaciones son debidas a los diagramas con el
boso´n de Higgs.
1Un manera meto´dica de ver todas las respectivas cancelaciones de los comportamientos de ordenes polinomiales en la amplitud
de dispersio´n del proceso preponderante W+LW
−
L →W+LW−L es presentado con mayor detalle en el ape´ndice B
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W+
W−
η0
W+
W−
W+
W−
W+
W−
W+
W−
Z0, γ
W+
W−
η0
W+ W+
W− W−
Z0, γ
W+ W+
W− W−
Figura 4.1.: Diagramas a nivel a´rbol para el proceso W+LW
−
L →W+LW−L
Para el te´rmino de dispersio´n A3 es necesario un ana´lisis ma´s cuidadoso, ya que su contribucio´n en el re´gimen
de altas energ´ıas no es -necesariamente- pequen˜o aunque su comportamiento a esa escala es aceptable. Las
contribuciones para A3 son debidas a los diagramas de acople directo y de intercambio de bosones gauge (Z, γ)
y son del orden de Gfm
2
w
√
2/pi = α/ sin θw en todas las energ´ıas. As´ı para el ca´lculo aqu´ı buscado, dichos
elementos de matriz no sera´n tenidos en cuenta. Para los canales con Higgs, el te´rmino debido a A3 puede ser
del orden de la unidad para valores de mη0 lo suficientemente grandes.
Desde el teorema de equivalencia (establecido en el ape´ndice A) y del lagrangiano (2.107) podemos encontrar
el elemento matricial asociado a la dispersio´n W+LW
−
L →W+LW−L [2, 8, 9],
M(W+LW−L →W+LW−L ) = −
√
2GfM
2
η0
(
s
s−M2
η0
+
t
t−M2
η0
)
. (4.2)
El coeficiente aJ para la onda parcial J = 0 se determina a partir de [57]:
a0 =
1
16pis
∫ t0
t1
M(W+LW−L →W+LW−L )dt. (4.3)
Recordando que en el re´gimen de s >> m2w, los valores l´ımites de la integral llegan a ser: t0 = 0 y t1 = −s.
As´ı el valor del coeficiente de la onda parcial asociada a J = 0 es
a0 = −
√
2GfM
2
η0
16pi
(
1 +
s
s−M2
η0
−
M2η0
s
log
(
M2η0 + s
M2
η0
))
. (4.4)
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Si tomamos ahora el l´ımite s >> M2η0 , se llega a que a0 adquiere el valor extremal
a0 = −
√
2GfM
2
η0
8pi
. (4.5)
Utilizando la restriccio´n del circulo unitario de Argand (|Re(a0)| < 1/2), encontramos un valor l´ımite para la
masa del Higgs minimal, dado por
Mη0 <
√
4pi√
2Gf
' 731 (GeV). (4.6)
Este l´ımite se puede interpretar como el valor en la masa del boso´n de Higgs minimal en el que la unitariedad es
violada para la amplitud a nivel a´rbol del proceso en una energ´ıa del centro de masa lo suficientemente grande.
En una teor´ıa consistentemente construida (i.e renormalizable en virtud a su predictibilidad), la amplitud
-desde todos los ordenes en la teor´ıa de perturbaciones- no puede violar unitariedad. Ya que para masas del
boso´n de Higgs lo suficientemente grandes, los acoples trilineales y cuadrilinelaes debidos a las autointeracciones
del Higgs son fuertes, la teor´ıa de perturbaciones no es realizable, as´ı no es posible saber si la unitariedad es
restaurada al incluir te´rminos de ordenes superiores en la amplitud invariante. Desde este punto de vista, este
l´ımite se puede pensar como la frontera de un re´gimen para que la teor´ıa de perturbaciones es satisfecha para
todos los valores de energ´ıa del centro de masa [57]. Para ver de manera ma´s amplia el problema anterior,
en [9] se han introducido correcciones a un loop que dejan de ser independientes de la energ´ıa en todos los
re´gimenes posibles de esta aproximacio´n, adema´s de hacer que la amplitud de la onda parcial a0 no restaure
unitariedad en energ´ıas lo suficientemente grandes.
Al mirar el comportamiento (Figura 4.2) de la seccio´n eficaz (a nivel a´rbol) en funcio´n del momentum del
centro de masa, se observa como la ausencia del boso´n Higgs permite el crecimiento de la seccio´n eficaz a
medida que incrementa Ecm. Lo anterior esta´ en desacuerdo con el teorema o´ptico, violando la unitariedad
(a nivel a´rbol) de la teor´ıa. Por otro lado, al introducir los canales s y t de presencia del boso´n de Higgs, la
unitariedad de la teor´ıa se ve restaurada, permitiendo que un proceso de renormalizacio´n sea llevado a cabo
para este mecanismo en particular.
A fin de complementar las discusiones anteriores, miraremos el comportamiento de la parte real del coeficiente
de la onda parcial J = 0 en funcio´n de la energ´ıa del centro de masa a trave´s de la relacio´n general (4.4). El u´nico
para´metro libre de la teor´ıa que aqu´ı entra en juego es la masa del boso´n de Higgs minimal. La dependencia de
la parte real a0 con este factor se ve ilustrada en la figura 4.3. Esencialmente se tienen re´gimenes en mη0 donde
la unitariedad es restaurada desde lo que seria´n las divergencias logar´ıtmicas2, y otras donde esto no ocurre.
En el panel superior se ven dos comportamientos extremos del coeficiente a0, uno para el cual la unitariedad
se ve restaurada en Ecm >> mη0 (mη0 = 400 GeV), y otro (mη0 = 1200 GeV) donde la unitariedad viola
la restriccio´n concerniente en todos los re´gimes de energ´ıas y para todas los limitantes que puede imponer el
diagrama unitario de Argand (|a0| < 1 y |Re(a0)| < 1/2). Para mirar donde la restriccio˙n ma´s fuerte tiene su
comportamiento cr´ıtico, se utilizo´ el l´ımite provisto por |Re(a0)| < 1/2 en el re´gimen de Ecm >> mη0 . Con
esto, se encuentra una regio´n cr´ıtica asociada a los valores mη0 ∈ [730, 732] (Gev), con amplia concordancia
en el valor l´ımite encontrado en (4.6).
2Las divergencias logar´ıtmicas vienen desde las divergencias en los propagdores ma´s no del comportamiento en el re´gimen de altas
energ´ıas del proceso. La teor´ıa de perturbaciones se ve realizada cuando la unitariedad es respetada al abolir solo divergencias
cuadra´ticas.
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Figura 4.2.: Seccio´n eficaz en funcio´n del momentum del centro de masa para el proceso W+W− → W+W−.
(Arriba) La contribucio´n sin presencia del boso´n de Higgs en los canales t y s. (Abajo) Contribu-
cio´n total con presencia del boso´n de Higgs en los dos canales con mη0 = 125 (GeV). Evaluada
nume´ricamente con CalcHep [112]
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−
L →W+LW−L
Figura 4.3.: Parte real del coeficiente de la onda parcial J = 0 en funcio´n de la energ´ıa del centro de masa
para el proceso W+LW
−
L → W+LW−L en las masas (Arriba) mη0 = 400, 1200 (GeV), y (Abajo) en
las masas cr´ıticas mη0 = 730, 732 (GeV).
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4.1.1. Energ´ıas cr´ıticas y violacio´n de la unitariedad
Se vuelve ma´s u´til considerar las restricciones en unitariedad en el caso m2V << s << m
2
η0 (con mV la masa
de los bosones vectoriales). Para este re´gimen podemos deducir un l´ımite en Ecm(s) donde la unitariedad de
las amplitudes a nivel a´rbol es violada. Tomaremos sc el valor ma´ximo para que la unitariedad a nivel a´rbol
es restaurada en el l´ımite mη0 →∞. Existen varias interpretaciones de sc, o ma´s espec´ıficamente de √sc; pero
la ma´s apropiada es en la que se trata aquella escala como la energ´ıa donde re´gimenes en nueva f´ısica deben
entrar (e.g un sector de bosones gauge fuertemente acoplados, o´ la inclusio´n de nuevas part´ıculas que no han
sido contempladas en el espectro habitual del SM 3). Desde (4.4), a0 en este re´gimen queda dado por
a0 =
√
2Gfs
16pi
. (4.7)
As´ı desde la condicio´n unitaria
s < sc ≡ 8pi√
2Gf
' (1033)2 GeV2. (4.8)
Para una energ´ıa cr´ıtica cercana a los 1.033 TeV la teor´ıa de perturbaciones no es realizable en el l´ımite
mη0 →∞. Esto implica para este proceso en particular que la interaccio´n de los bosones longitudinales no es
“debil” para esta escala de energ´ıa.
Existe un aspecto fundamental en la teor´ıa de perturbaciones (TP) que necesita un discusio´n ma´s amplia.
En ordenes ma´s altos de la TP, aparecen loops cerrados en algunos diagramas que producen divergencias de
origen ultravioleta. Gracias a un proceso de renormalizacio´n, para algunas teor´ıas de campos cua´nticos, dichas
divergencias pueden ser removidas. Para un modelo de la QFT general, la renormabilizidad de las divergencias
ultravioletas en ordenes ma´s altos de la TP tienen un vinculo muy estrecho con el comportamiento a altas
energ´ıas de las amplitudes de dispersio´n a nivel a´rbol. Como un ejemplo de lo anterior, el crecimiento arbitrario
con s de las amplitudes a nivel a´rbol implica la no-renormabilizidad en ordenes ma´s altos para la amplitud del
proceso dispersivo [9, 63].
4.1.2. Modelo de dos Dobletes de Higgs
La presencia de un doblete trae consigo nuevos acoples para el sector de Higgs. Estos se encuentran caracteri-
zados por el a´ngulo de mezcla (α) y razo´n entre los valores esperados en el vac´ıo (tan β o´ simplemente β) de
cada uno de los dobletes. Esto se puede ver desde la estructura de los nuevos dobletes de Higgs -sin violacio´n
CP - que indica que los valores esperados en el vac´ıo son reales (sin perdida de generalidad, los VEVs sera´n
asumidos no negativos). As´ı
Φj =
(
φ+j
(vj + ρj + iηj)/
√
2
)
, (4.9)
con v1 = v cos β y v2 = v sin β. Entonces el boso´n de Goldstone neutro (que en el gauge unitario llega a ser la
parte longitudinal del boso´n Z0) y el pseudoescalar emergen desde
G0 = η1 cos β + η2 sin β, (4.10)
A0 = η1 sin β − η2 cos β. (4.11)
3Aunque la introduccio´n de nueva f´ısica al modelo restaure la unitariedad a nivel a´rbol, esta debe ser consistente tanto con los
limitantes fenomenolo´gicos (e.g medidas de precisio´n) como con las dema´s restricciones teo´ricas impuestas desde la QFT (e.g
estabilidad del vac´ıo, para´metros oblicuos)
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Los bosones de Goldstone cargados (que en el gauge unitario son las partes longitudinales de W±) y el boso´n
de Higgs cargado, llegan a representarse mediante la combinacio´n lineal
G+ = φ+1 cos β + φ
+
2 sin β, (4.12)
H+ = φ+1 sin β − φ+2 cos β. (4.13)
Para los Higgs neutros H0 y h0, tenemos
H = ρ1 cosα+ ρ2 sinα, (4.14)
h = ρ1 sinα− ρ2 cosα. (4.15)
As´ı el Higgs del SM minmal debera describirse a trave´s de los Higgs neutros (CP −Par) del 2HDM, por medio
de
HSM = ρ1 cos β + ρ2 sin β, (4.16)
que en te´rminos de los autoestados de masa,
HSM = h sin(α− β)−H cos(α− β). (4.17)
Esto permite, desde los acoples con el SM, descrbir los ve´rtices de interaccio´n H0W+W− y h0W+W− del
2HDM, a trave´s de:
W+µ
W−ν
H0
igmw cos(β − α)gµν
W+µ
W−ν
h0
igmw sin(β − α)gµν
Figura 4.4.: Reglas diagrama´ticas para los acoples de los bosones de Higgs de CP-par con los bosones gauge
W±.
W+LW
−
L →W+LW−L
Siguiendo la demostracio´n del elemento matricial asociado al proceso W+LW
−
L → W+LW−L del SM (con las
cancelaciones concernientes), se encuentra para el 2HDM que el elemento matricial de este proceso neura´lgico
esta´ dado por:
M(W+LW−L →W+LW−L ) =−
√
2Gf cos
2(β − α)m2H0
(
s
s−m2
H0
+
t
t−m2
H0
)
−
√
2Gf sin
2(β − α)m2h0
(
s
s−m2
h0
+
t
t−m2
h0
)
, (4.18)
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y as´ı el coeficiente a0 es
a0 = −
√
2Gfm
2
H0 cos
2(β − α)
16pi
(
1 +
s
s−m2
H0
− m
2
H0
s
log
(
m2H0 + s
m2
H0
))
−
√
2Gfm
2
h0 sin
2(β − α)
16pi
(
1 +
s
s−m2
h0
− m
2
h0
s
log
(
m2h0 + s
m2
h0
))
. (4.19)
Por lo tanto, la condicio´n unitaria adquiere la forma
m2H0 cos
2(β − α) +m2h0 sin2(β − α) <
4pi√
2Gf
. (4.20)
En virtud a que existen nuevos para´metros libres el ana´lisis asociado es un poco ma´s complejo. Es necesario,
para controlara todas las variables correspondientes al comportamiento de a0, tener claro que a´ngulos α y β
nos daran una imagen global de las limitantes unitarias aqu´ı inmersas. Para α haremos un barrido normal
para valores razonables en el primer cuadrante < pi/2 (α = 0, pi/4, pi/3) 4, solo teniendo en cuenta el limitante
fenomenolo´gico inferior establecido por los re´gimenes de exclusio´n del LEP, TEVATRON y LHC. Para β,
tomaremos los valores t´ıpicos provistos por la tangente en el primer cuadrante (tan β = 1, 10, 30). En los
modelos tipo I y II del 2HDM, el primer valor de la tangente de β esta´ asociado al hecho de que los dobletes
adquieren el mismo valor esperado en el vac´ıo. Las posibles combinaciones de α y β, mas las combinaciones de
las masas de los bosones de Higgs neutros (CP -par) del espectro dara´n una aproximacio´n a la funcionalidad
de Re(a0) con respecto a estos para´metros libres.
La restriccio´n (4.20) se encuentra esquematizada en las Figuras 4.5-4.9. En las primeras 4 gra´ficas se establece
la regio´n de para´metros en el plano mH0−mh0 en 4 diferentes valores de α (0, pi/4, pi/3, pi/4). Para cada gra´fica
se tienen diferentes valores de tan β (0, 1, 10, 30) discriminados en parejas, donde los dos primeros se encuentra
en el panel superior, mientras que los dos u´ltimos se encuentran en el panel inferior. Si tomamos en todas las
figuras el valor mh0 = mH0 se restaura la restriccio´n para el SM minimal. Lo anterior se encuentra representado
por la recta maximal que confluye en puntos cercanos a (mh0 = 700,mH0 = 700) GeV en todas las regiones de
para´metros. En la gra´fica 4.9, los planos de la regio´n de para´metros son respectivamente mH0 − tan β (panel
superior) y mH0 −α (panel inferior). En las dos figuras hemos dejado constante el valor de mh0 5. En el panel
superior en la Figura 4.9 α es tomado con los valores 0, pi/4, pi/3, pi/2, mientras que el panel inferior se establece
para los valores tan β = 0, 1, 10, 30.
En la Figura 4.5 las regiones permitidas por la restriccio´n (4.20) son presentadas para α = 0. Para el panel
superior donde tan β = 0, 1 (v2 = 0 y v2 = v1 -respectivamente- los VEVs de cada uno de los dobletes), se
observa que la regio´n de para´metros permitida en el plano mH0 −mh0 a medida que incrementa el valor de
tan β. Los l´ımites respectivos para cada uno de los valores se encuentran en dos puntos (700, 700) GeV para
v2 = 0 y (700, 725[750]) GeV para v2 = v1, donde los pare´ntesis indican el intervalo de saturacio´n para mh0 .
Siendo estos valores cercanos al valor establecido para el SM minimal, relacio´n (4.6). Para una gran parte de
la regio´n permitida en mh0 en tan β = 0 el l´ımite unitario es saturado en el valor ∼ 725 GeV. Lo anterior es
debido a que cuando β−α = 0, el boso´n de Higgs neutro ma´s ligero h0 no se acopla a nivel a´rbol a los bosones
vectoriales, haciendo que el l´ımite en unitariedad solo dependa del comportamiento de H0.
4En [118], se muestra como se puede asumir, sin perdida de generalidad, que β se encuentra en el primer cuadrante (i.e v1 y v2
son reales no negativos). Como una invarianza ante una fase pi, se puede adicionar este valor a α, inviertiendo los signos de los
Higgs H0 y h0 sin afectar la f´ısica ya presente. En el MSSM a nivel a´rbol (y as´ı en el 2HDM tipo II), α es tomado a residir
en el cuarto cuadrante. Este caso no se extrapola al 2HDM general, por tanto escogeremos a α un valor en el primer o cuarto
cuadrante (debido a la invarianza de este para´metro ante la fase pi). Como en [80], en este texto escogeremos nuestras variables
independientes a ser tan β y α que son funciones univaluadas en el rango permitido.
5La escogencia de este para´metro esta´ motivada en los valores experimentales que representan los diferentes re´gimenes de exclusio´n
para bosones de Higgs neutros ligeros (ver seccio´n 2.4).
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Figura 4.5.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = 0. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para la tan β = 0, 1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
). (Inferior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = 0. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para la tan β = 10, 30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
).
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Para el panel inferior en la Figura 4.5 los valores respectivos son tan β = 10, 30. Dos comportamientos rela-
tivamente relacionados pueden ser inferidos desde esta regio´n de para´metros reducidos. El primero radica en
el hecho que los l´ımites en unitariedad son saturados en todo el plano (mh0 ,mH0) desde un valor maximal
de mh0 cercano al valor alcanzado para los primeros valores de tan β, mientras que el valor de mH0 no se
encuentra acotado en valores relativamente cercanos al l´ımite alcanzado por mh0 . A medida que v2 > v1 se
hace ma´s significativo en α = 0 (es decir el argumento general se aproxima a β − α = pi/2) el acople de H0
con los bosones vectoriales se hace de´bil comparado con el alcanzado por h0, haciendo que el l´ımite unitario
sea independiente del valor de mH0 . El segundo comportamiento se deriva del anterior al hacer que la regio´n
de para´metros entre los dos valores de tan β sean muy cercanas hasta valores relativamente altos de mH0 .
En la Figura 4.6 se establece la misma regio´n de para´metros salvo que α = pi/4. Ya que β−α = 0 para v2 = v1,
entonces el l´ımite en mH0 se hace independiente del comportamiento alcanzado por h
0. Esto hace que la regio´n
de para´metros permitida sea mı´nima para tan β = 1. El l´ımite ma´ximo obtenido en mH0 para valores bajos
de mh0 es cercano a 1.25 TeV, mientras que el valor ma´ximo conseguido por mh0 es cercano a 700 GeV para
un valor similar en mH0 . Siendo este u´ltimo re´gimen extrapolable a un intervalo cercano para tan β = 0.
Para el panel inferior de la Figura 4.6, se cumple que el l´ımite ma´ximo alcanzado para mH0 es menor a
medida que la razo´n entre los valores esperados en el vacio se hace significativamente ma´s grande. Debido al
comportamiento con tan β = 1, el l´ımite de mH0 con respecto a un valor pequen˜o de mh0 es cercano a 950
GeV para tan β = 10 y 1 TeV para tan β = 30. Los l´ımites ma´ximos entre los dos valores de masas pueden ser
extendidos en todos los valores de tan β.
En la Figura 4.7 se establece la regio´n de para´metros tradicional para α = pi/3. En virtud a que la contribucio´n
en el re´gimen β = 0 y α = pi/3 es mayor para el boso´n de Higgs neutro ligero, el l´ımite para mH0 se hace
ma´s de´bil a medida que la restriccio´n para mh0 se hace ma´s fuerte. Todo lo anterior se alcanza para valores
de mH0 por encima de los 2 TeV. Para v2 = v1 el l´ımite para mH0 se satura en valores cercanos a los 760
GeV para un rango amplio de mh0 (hasta el valor maximal de mh0 = 700 GeV). Lo anterior se establece como
una consecuencia de que el acople de h0 con los bosones vectoriales se hace de´bil con respecto al acople de los
bosones vectoriales con H0.
En el panel inferior de la Figura 4.7, los l´ımites maximales para el boso´n del Higgs ma´s pesado (en mh0 = 120
GeV) son llevados a valores ma´s reducidos que los alcanzados para α = 0 y pi/4, todo como consecuencia de
que a medida que la tan β crece β → pi/2, as´ı la restriccio´n para mH0 reduce el espacio de para´metros en el
plano mh0 −mH0 (siendo este comportamiento el l´ımite ma´ximo que se puede aplicar en dicha regio´n sin que
ninguno de los bosones de Higgs se desacoplen de los bosones vectoriales).
En la Figura 4.8 se tiene el caso extremal de α = pi/2. Para tan β = 0 el l´ımite en mH0 se hace nuevamente
no acotado para valores relativamente pequen˜os (< 1.2 TeV) y con restricciones en la masas del boso´n de
Higgs neutro ma´s ligero cercanas al valor inicial de 120 GeV. Esto ocurre por que cuando β → 0 el argumento
tiende a pi/2, haciendo que el boso´n de Higgs neutro de CP-par ma´s pesado no interactue a nivel a´rbol con los
bosones vectoriales, y por tanto el valor de su masa no sea relevante ante la restriccio´n global impuesta por
la unitariedad. Por otro lado, para tan β = 1 los l´ımites son restaurados en un valor maximal cercano punto
(mh0 = 700,mH0 = 700) GeV. Esto impone l´ımites similares al conseguido para el boso´n de Higgs minimal.
Para un valor mh0 = 120 GeV, la regio´n de para´metros aumenta de tal manera que la restriccio´n sobre mH0
crece a un valor cercano a 1 TeV.
Para el panel inferior de la Figura 4.8, tenemos el comportamiento para β → pi/2 en valores espec´ıficos de
tan β = 10, 30, donde β−α→ 0 para β que reside en este intervalo, haciendo ma´s de´bil el acople a nivel a´rbol
del boso´n de Higgs neutro ligero con los bosones vectoriales, saturando en los dos casos el l´ımite sobre mH0
en un valor cercano a los 725 GeV en un rango grande de valores de mh0 (respetando siempre el limitante
mh0 < mH0).
Los argumentos acerca de los para´metros β y α en los ana´lisis anteriores adquieren una representacio´n directa
en la Figura 4.9, al correlacionarlos por separado a la masa del boso´n de Higgs H0 y tomando el valor constante
demh0 = 125 GeV. En la variacio´n con respecto a tan β se observa como las restricciones de los valores de mH0
se hacen ma´s fuertes en la regio´n de α → 0 en v2 << v1. Para esta combinacio´n el valor ma´ximo sobre mH0
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Figura 4.6.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = pi/4. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para la tan β = 0, 1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-).
(Inferior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = pi/4. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para la tan β = 10, 30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
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Figura 4.7.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = pi/3. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para la tan β = 0, 1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-).
(Inferior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = pi/3. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para la tan β = 10, 30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
).122
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Figura 4.8.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = pi/2. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para tan β = 0, 1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-).
(Inferior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para α = pi/2. En cada regio´n se
obtienen los diferentes valores para la tan β = 10, 30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
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Figura 4.9.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccio´n de unitariedad para mh0 = 125 GeV. En cada
regio´n se obtienen los diferentes valores para α = pi/4, pi/3, pi/2 (Azul claro, Purpura claro y
Marro´n claro -respectivamente-) variando tan β y mH0. (Inferior) Regiones permitidas por la
restriccio´n de unitariedad para mh0 = 125. En cada regio´n se obtienen los diferentes valores para
tan β = 0, 1, 10, 30 (Azul claro, Purpura claro, Marro´n claro y Verde claro -respectivamente-)
variando α y mH0 .
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es cercano a 750 GeV. Manteniendo α = 0 e incrementando β la regio´n de para´metros accesible unitariamente
incrementa, todo en virtud a que cuando el argumento asociado a los a´ngulos de mezcla tiende a pi/2 el boso´n
de Higgs H0 se comporta de´bilmente ante los acoples con los bosones W± (ver las reglas de la Figura 4.4).
El desacople de H0 tambie´n se presenta en β → 0 y α = pi/2, ya que en este l´ımite la restriccio´n para la
masa de H0 se hace ma´s de´bil ante la regio´n de para´metros correlacionada en nuestra representacio´n. Para
este valor del a´ngulo de mezcla α se recupera la regio´n de para´metros de mH0 → 730 GeV para v2 >> v1. Los
para´metros intermedios establecen como para α = pi/4 a medida que incrementa tan β la regio´n de para´metros
permitida del plano (tan β,mH0) se hace ma´s grande, por ende el l´ımite unitario se debilita en este intervalo
de valores. Este caso es extrapolable pero con una sencibilidad menor para α = pi/3.
Cuando var´ıa α continuamente se observa un patro´n general de las posibles combinaciones para la regio´n de
para´metros del plano (α,MH0), y es como todos los valores mı´nimos para la restriccio´n unitaria confluyen al
valor t´ıpico de mH0 cercano a los 730 GeV. De manera particular, la regio´n ma´s restrictiva se encuentra en
tan β = 1 con valores ma´ximos sobremH0 cercanos a 1 TeV. Para β → pi/2 la regio´n unitaria permitida se hace
no acotada en valores de α→ 0, ratificando el l´ımite de desacople de H0 con los bosones gauge en este re´gimen
(tan β = 10, 30). Los anteriores hechos son restaurandos a un valor finito cuando α → pi/2, permitiendo un
acople fuerte del boso´n H0 con W± (con la estructura de acoples, esto implica que el Higgs h0 presente en
estos valores un desacople del espectro habitual para el proceso en estudio). El caso contrario se presenta en
β → 0. Aqu´ı la regio´n se hace no acotada en α → pi/2 ya que restaura el l´ımite de desacople de H0 en la
interaccio´n con los W±.
4.1.3. Reglas de suma para acoples WWη0
Como se hab´ıa hecho expl´ıcito en los cap´ıtulos prea´mbulo, las reglas de suma son restricciones sobre las
cancelaciones no triviales entre los diagramas de Feynman que contribuyen a un proceso dado. Por ejemplo,
en la dispersio´nWW →WW , las cancelaciones de te´rminos que crecen con la energ´ıa es garantizada en el SM
por la relacio´n a nivel a´rbol gHWW = gmw. En modelos con sectores de Higgs ma´s complicados (e.g el 2HDM),
no es indespensable que solo un boso´n de Higgs “cure” esos problemas en la unitariedad. As´ı, las reglas de
suma son por ende un manera sistema´tica de garantizar la unitariedad alcanzada minimalmente (i.e. a trave´s
de un boso´n Higgs neutro) por el SM.
En lo establecido en el ape´ndice B del tratamiento a nivel a´rbol de la dispersio´n de bosones vectoriales polar-
izados longitudinalmente, encontramos la siguiente relacio´n unitaria fundamental para modelos multidobletes,
m2w
ρ cos2 θw
ζzwwζ
z
ww −
∑
η0
χη
0
wwχ
η0
ww = 0, (4.21)
que garantiza las cancelaciones de las contribuciones de orden O(E2), si se cumplen las reglas de suma para
los acoples bosonicos vectoriales-escalares, y si se satisface la restriccio´n fenomenolo´gica sobre el para´metro
ρ ≡ 1 (traducida a un limitante teo´rico a trave´s de la simetr´ıa de custodia con sectores extendidos de Higgs).
Esta nueva regla permite vincular las predicciones en ρ con sectores extendidos que conserven la simetr´ıa CP
por medio del desacople del Higgs pseudoescalar del espectro boso´nico vectorial [13], que es el caso particular
que estamos teniendo en cuenta en nuestro ana´lisis global de la unitariedad en el 2HDM.
4.2. f f¯ → f f¯
Ya que en el proceso relevante W+LW
−
L → W+LW−L no existen acoples entre fermiones y los Higgs neutros
escalares, no existe una manera de distinguir fuertemente entre los diferentes tipos esta´ndar del 2HDM, ya
que se encuentran caracterizados con la forma de los acoples del sector escalar con los fermiones del modelo.
Como ya se discutio´, el 2HDM tipo III permite las corrientes neutras de cambio de sabor. En este modelo el
para´metro β es un valor espureo, ya que los dobletes (en la base del Higgs) han sido rotados de tal forma que
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solo un doblete (e.g el asociado a H1) adquiera VEV, mientras que el segundo doblete tiene un VEV nulo.
As´ı solo en el 2HDM tipo I y 2HDM tipo II, β es un para´metro libre con un significado “f´ısico” directo6. Para
discriminar los tres modelos es necesario considerar un proceso donde los acoples con los fermiones aparezcan
expl´ıcitamente como los mecanismos f f¯ →W+W− y f f¯ → f f¯ .
Consideramos el caso general del proceso f f¯ → f f¯ en el background del modelo esta´ndar electrode´bil (i.e no
tendremos en cuenta el diagrama con gluones). Los diagramas con presencia del boso´n de Higgs son
f¯
f
η0
f
f¯
η0
f¯ f¯
f f
Figura 4.10.: Diagramas a nivel a´rbol con contribucio´n escalar f´ısica (bosones de Higgs neutros) para el proceso
f f¯ → f f¯
Aqu´ı η0 hace alusio´n al Higgs minimal del modelo esta´ndar, o a los higgs neutros de CP-par y CP-impar
del 2HDM. De manera general, el elemento matricial de la amplitud de dispersio´n para este mecanismo se
encuentra descrito por:
M(f f¯ → f f¯) =
∑
η0
(
v¯2iχ
η0
ffu1
1
s−m2
η0
u¯3χ
η0
ffv4 + v¯2iχ
η0
ffv4
1
t−m2
η0
u¯3iχ
η0
ffu1
)
. (4.22)
La suma se encuentra realizada sobre los diferentes Higgs neutros del modelo. El acople psedoescalar de A0, χA
0
ff
contiene iγ5. Ya que los autoestados de helicidad son autoestados de quiralidad en el l´ımite de altas energ´ıas,
este te´rmino al evaluarlo explic´ıtamente aportara´ solo un signo en adicio´n a las multiplicaciones entre en los
eigenespinores habituales (ver ape´ndice C). Los acoples entre los fermiones pueden ser descritos por medio de
un te´rmino “universal” en los diferentes modelos factorizando a un elemento adimensional “dependiente del
modelo”, i.e
χη
0
ff¯
= − gmf
2mw
Ξη
0
ff¯
. (4.23)
En virtud a que Gf =
√
2g2/8m2w, dicha descomposicio´n puede describirse a trave´s de la forma del acople
dentro del elemento matricial como
6Esta es la denominada paradoja de β. Se espera que la fenomenolog´ıa resuelva u´nivocamente el verdadero papel que pueda llegar
a jugar este para´metro ante el comportamiento general de la f´ısica que pueda estar inmersa en el modelo y que tiene que ser
ratificada experimentalmente a trave´s de los l´ımites de precisio´n .
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(
χη
0
ff¯
)2
=
√
2Gfm
2
f
(
Ξη
0
ff¯
)2
. (4.24)
Con esta parametrizacio´n nuestro elemento matricial toma la forma
M(f f¯ → f f¯) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2(
v¯2u1
1
s−m2
η0
u¯3v4 + v¯2v4
1
t−m2
η0
u¯3u1
)
. (4.25)
Desde el ca´lculo de los eigenespinores en referencia a los estados de helicidad, podemos desarrollar esta amplitud
invariante, cuya descomposicio´n es presentada en el ape´ndice C. Esta forma de determinar los elementos
matriciales se vuelve u´til ya que logra discriminar que combinaciones de estados no nulos son relevantes ante el
proceso global. All´ı se demuestra que en el l´ımite de altas energ´ıas los diferentes elementos matriciales pueden
ser descritos a trave´s de las formas dependientes de los acoples y de la masa del boso´n de Higgs:
M(f↑f¯↑ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2( 4s
s−m2
η0
)
, (4.26a)
M(f↓f¯↓ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2( 4s
s−m2
η0
− 4t
t−m2
η0
)
, (4.26b)
M(f↓f¯↓ → f↓f¯↓) = 0, (4.26c)
M(f↑f¯↑ → f↓f¯↓) = 0. (4.26d)
Los coeficientes de la onda parcial J = 0 para los elementos matriciales (4.26a) y (4.26b) son respectivamente:
a0(f↑f¯↑ → f↑f¯↑) = 1
16pis
∫ 0
−s
M(f↑f¯↑ → f↑f¯↑)dt
= −
√
2Gfm
2
f
16pis
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2( 4s2
s−m2
η0
)
. (4.27)
a0(f↓f¯↓ → f↑f¯↑) = 1
16pis
∫ 0
−s
M(f↓f¯↓ → f↑f¯↑)dt
= −
√
2Gfm
2
f
16pis
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2( 4s2
s−m2
η0
− 4s + 4m2η0 log
(
s+m2η0
m2
η0
))
. (4.28)
En el re´gimen s >> m2η0 , a0 resulta ser en los dos casos:
a0(f↓f¯↓ → f↑f¯↑)→ −
√
2Gfm
2
f
4pi
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2
, (4.29a)
a0(f↓f¯↓ → f↑f¯↑)→ 0. (4.29b)
Con la condicio´n de unitariedad (1.48) para las amplitudes de dispersio´n concernientes, el primer proceso en
estados de helicidad se traduce en la restriccio´n sobre los acoples generales:
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∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2
<
2
√
2pi
Gfm
2
fi
≡ ai. (4.30)
Las restricciones ma´s fuertes en el 2HDM tipo III se encuentran para procesos donde la u´nica contribucio´n
al mecanismo f f¯ → f f¯ proviene del canal s. Para el mismo modelo, los acoples con los bosones neutros de
CP -par tanto para el sector down como para el sector up tienen la misma forma mientras que para el sector
escalar CP-impar ambos acoples difieren en un signo, as´ı dicha desigualdad puede ser reescrita de manera
general a trave´s de
(
ΞH
0
i¯i
)2
+
(
Ξh
0
i¯i
)2
+
(
ΞA
0
i¯i
)2
< ai. (4.31)
Al aplicar las formas expl´ıcitas de estos acoples7, la restriccio´n unitaria adquiere la estructura
ξ2ii
m2i
v2 + 1 < ai. (4.32)
Con la parametrizacio´n de Sher y Cheng [88] (ξii =
√
2miλii/v tratada en la seccio´n 3.5.2), esta desigualdad
toma la forma
|λii| <
√
ai − 1
2
. (4.33)
Estos valores diagonales de los acoples con FCNC se encuentran representados para diferentes quarks en la
Tabla 4.2.
λii |λii|unit ∼ O
λtt 3.5 O(1)
λbb 147 O(102)
λcc 486 O(102)
λss 6.1 ×103 O(103)
Cuadro 4.1.: Acoples de Yukawa ma´ximos y mı´nimos desde la restriccio´n de unitariedad impuesta por (4.33)
para procesos netamente ela´sticos fif¯i → fif¯i en el 2HDM tipo III. Las masas respectivas fueron
tomadas de [47]: mt = 172 GeV, mb = 4.2 GeV, mc = 1.27 GeV, ms = 0.1 GeV.
Cabe anotar que la aproximacio´n del l´ımite de altas energ´ıas y del tratamiento con espinores de helicidad
para quarks pesados, como el quark top, tiene que ser implementado adecuadamente en virtud a que la
masa de dicho fermio´n necesita s >> m2t , a fin de tener una formulacio´n consistente en todas la escalas,
as´ı las restricciones sean independientes de esta variable. Para quarks ligeros y leptones hasta de la segunda
generacio´n, los limitantes de unitariedad son de´bilmente restrictivos, con respecto a las cotas fenomenolo´gicas
ya obtenidas [69, 80]. Estas cotas fenomenolo´gicas son dependientes de la estructura de masas escalares, lo
que las diferencia de este tratamiento unitario (libre de otros para´metros como los a´ngulos de mezcla y del
espectro boso´nico de Higgs). Esto sera´ debatido en la seccio´n 4.2.1.
7Estas formas relativas al SM para el 2HDM tipo III bajo la parametrizacio´n fundamental (i.e tomar β = 0 en el Lagrangiano
respectivo) son [69]: ξA
0
uu¯ = − ξuu√2mu v (sector up); ξ
A0
dd¯ =
ξdd√
2mu
v (sector down); ξH
0
ff¯ = cosα+
ξff sinα√
2mf
v; ξh
0
ff¯ = − sinα+
ξff cosα√
2mf
v
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Restricciones unitarias para el 2HDM tipo I y II
Aunque los procesos de FCNC esta´n abolidos en los tipos I y II por medio del mecanismo de Pashos-Weinberg-
Glashow, las restricciones unitarias (4.30) pueden ser utilizadas para determinar la forma de los acoples neta-
mente diagonales que existen entre los fermiones y los bosones de Higgs de CP-par del 2HDM.
Desde los acoples para el 2HDM presentados en la seccio´n 3.5.1, y a trave´s de nuestra restriccio´n global (4.30),
encontramos para los quarks del sector up el l´ımite ma´ximo permitido en el a´ngulo de mezcla β en el tipo II,
sin β <
(
2
aiup + 1
)1/2
. (4.34)
aiup hace referencia al valor de ai para el sector up de los dobletes en la restriccio´n (4.30). Para quarks tipo
down, de una forma ana´loga se obtiene
cosβ <
(
2
aidown + 1
)1/2
. (4.35)
En el modelo tipo I del 2HDM, la restriccio´n para los fermiones pesados, independientemente del sector (up o
down), se encuentra descrito por
sin β <
(
2
ai + 1
)1/2
. (4.36)
En los tres casos, el l´ımite concerniente depende de la masa del fermio´n acoplado a los bosones de Higgs,
haciendo que esta sistema´tica no sea universal en la determinacio´n de una restriccio´n unitaria esta´ndar en el
para´metro β.
4.2.1. Canales mixtos
Para un canal mixto 8 el elemento matricial toma la forma,
M(f↓f¯↓ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
4
(
Ξη
0
fif¯i
Ξη
0
fj f¯j
)
s
s−m2
η0
−
4
(
Ξη
0
fif¯j
)2
t
t−m2
η0
 . (4.37)
El coeficiente de la onda parcial J = 0 es
a0 = −
√
2
Gfm
2
f
16pis
∑
η0
4
(
Ξη
0
fif¯i
Ξη
0
fj f¯j
)
s2
s−m2
η0
− 4
(
Ξη
0
fif¯j
)2
s+ 4
(
Ξη
0
fif¯j
)2
m2η0 log
(
s+m2η0
m2
η0
) . (4.38)
Y tomando el l´ımite s >> m2η0 , encontramos que este coeficiente se convierte en
9
8Haciendo referencia a que los estados iniciales fermio´nicos no coinciden con los estados finales e.g. tt¯→ cc¯. Este tipo de procesos
con nuestro formalismo pueden ser conseguidos a trave´s de los elementos matriciales de los canales s y t, como un proceso
dispersivo t´ıpico, en virtud a que a nivel a´rbol en el modelo 2HDM tipo III se establece la presencia de corrientes escalares
neutras de cambio de sabor. Para los tipos I y II dichos procesos FCNC esta´n abolidos, por ende la contribucio´n del canal t es
nula.
9En este punto ya se tienen en cuenta las diferentes mezclas que ocurren a trave´s de este proceso para separar el te´rmino masivo√
mimj .
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a0 → −
√
2
Gfmfimfj
16pi
∑
η0
(
4Ξη
0
fif¯i
Ξη
0
fj f¯j
− 4
(
Ξη
0
fif¯j
)2)
, (4.39)
y con la condicio´n unitaria (|Re(a0)| < 1/2)
∑
η0
(
Ξη
0
fif¯i
Ξη
0
fj f¯j
−
(
Ξη
0
fif¯j
)2)
< aij. (4.40)
Con aij =
2
√
2pi
Gfmfimfj
. Aqu´ı las cargas de los fermiones fi y fj deben ser consistentes con la conservacio´n de la
carga en los ve´rtices de interaccio´n en los canales s como de los canales t. Sabiendo que en el 2HDM tipo III
los acoples no-diagonales poseen la forma [88, 119]:
χH
0
fif¯j = −(
√
2Gf )
1/2
√
2mfimfjλij sinα→ ΞH0fif¯j = λij sinα, (4.41a)
χh
0
fif¯j = −(
√
2Gf )
1/2
√
2mfimfjλij cosα→ Ξh0fif¯j = λij cosα, (4.41b)
χA
0
uiu¯j = (
√
2Gf )
1/2
√
2mfimfjλij → Ξh0uiu¯j = −λij , (4.41c)
χA
0
did¯j = −(
√
2Gf )
1/2
√
2mfimfjλij → Ξh0did¯j = λij , (4.41d)
con i 6= j, la restriccio´n unitaria (4.40) queda descrita a trave´s de
λiiλjj − λ2ij <
aij − 1
2
. (4.42)
Para los procesos tt¯ → cc¯ y bb¯ → ss¯ esta desigualdad se encuentra esquematizada respectivamente en las
Figuras 4.11 y 4.12.
En la regio´n de para´metros de la Figura 4.11, la correlacio´n del plano λtt − λtc permite desde las restriccio´n
unitaria valores de |λct| ' 15 para el valor ma´s bajo de |λcc| = 300. Desde este punto la regio´n de para´metros
accesible se hace ma´s reducida en λtc a medida que |λcc| toma valores ma´s altos, encontrando para el acople
de Yukawa de la mezcla el rango ma´ximo permitido de −30 . λtc . 30.
En la correlacio´n del plano λcc − λtc existe una regio´n de para´metros no acotada para valores de |λtt| ≤ 1.5.
Para el l´ımite unitario ma´ximo de |λtt| se encuentra la regio´n ma´xima permitida en −25 . λtc . 25.
Los planos de correlacio´n λbs − λbb y λbs − λss junto a la informacio´n unitarias sobre los acoples λbb y λss
establece el comportamiento de los FCNC para la mezcla en el sector down de la segunda y tercera generacio´n
(Figura 4.12). Por ejemplo en el plano λbs − λss la restriccio´n ma´xima cercana al l´ımite unitario de |λbb|
pertenece a un rango de −650 . λbs650 en la restriccio´n saturada de |λss|. Del mismo modo como ocurria
con los planos A medida que el plano entra en el intervalo permitido por unitariedad en los acoples bb¯ y ss¯ la
regio´n unitaria accesible se amplifica.
S´ı consideramos al acople FCNC (solo en el 2HDM tipo III) desde los estados iniciales y finales (i.e fif¯j → fj f¯i),
la restriccio´n unitaria del canal s 4.30 se traduce en
∑
η0
(
Ξη
0
fif¯j
)2
<
2
√
2pi
Gfmfimfj
≡ aij (4.43)
O´ lo que es equivalente en el 2HDM tipo III bajo el anzats de Sher y Cheng
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Figura 4.11.: Regio´n de para´metros del proceso tt¯→ c¯c que cumplen la restriccio´n de unitariedad (4.42) bajo la
parametrizacio´n de Sher y con los planos correlacionados λcc − λtc (Arriba) y λtt − λtc (Abajo).
Para la primera los valores t´ıpicos son de λtt = ±1.5,±2.5,±3.5 (con los colores respectivos: azul,
magenta y morado). Para la segunda gra´fica se establecen los valores λcc = ±300,±400,±500
(azul, magenta y morado -respectivamente-). 131
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Figura 4.12.: Regio´n de para´metros del proceso bb¯→ s¯s que cumplen la restriccio´n de unitariedad (4.42) bajo
la parametrizacio´n de Sher y con los planos correlacionados λbb−λbs (Arriba) y λss−λbs (Abajo).
Para la primera los valores t´ıpicos son de λss = ±5000,±6000,±7000 (con los colores respectivos:
azul, magenta y morado). Para la segunda gra´fica se establecen los valores λbb = ±50,±100,±150
(azul, magenta y morado -respectivamente-). Las masas consideradas son tomadas desde [47] como
lo establecido en los Cuadros 4.2 y 4.2.
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|λij| <
√
aij
2
(4.44)
Algunos valores de acoples de Yukawa mixtos pueden ser encontrados en la Tabla 4.2. Los limitantes all´ı con-
siderados esta´n en amplia concordancia con las correlaciones encontradas nume´ricamente desde las Figuras
(4.11) y (4.12).
λij |λij |unit ∼ O
λtc 43 O(10)
λtu 0.8 − 1.1× 103 O(103)
λbs 0.95 × 103 O(103)
λbd 3.9 − 4.7× 103 O(103)
Cuadro 4.2.: Acoples de Yukawa ma´ximos y mı´nimos desde la restriccio´n unitaria (4.44) para procesos mixtos
fif¯j → fif¯j en el 2HDM tipo III. Las masas respectivas fueron tomadas de [47]: mt = 172 GeV,
mb = 4.2 GeV, mc = 1.27 GeV, ms = 0.1 GeV, mu = 1.7−3.3×10−3 GeV y md = 4.1−5.8×103
GeV.
Para otras combinaciones lepto´nicas y de quarks de la primera y segunda generacio´n, los limitantes no son lo
suficientemente fuertes en virtud a que los valores de las masas incluidas no son fundamentalmente grandes
para reducir el valor de la restriccio´n unitaria.
Todos los ana´lisis anteriores permiten deducir como los limitantes de unitariedad pueden ser introducidos
a procesos ma´s alla de los establecidos por bosones gauge polarizados longitudinalmente, ya que restringen
-hasta cierta medida- los valores en los acoples de Yukawa de los procesos netamente fermio´nicos a trave´s del
comportamiento de la onda parcial J = 0 de las amplitudes de dispersio´n asociadas.
Examinemos algunos limitantes fenomenolo´gicos sobre los acoples de Yukawa bajo el anzatz de Sher y Cheng.
Un decaimiento de relativa importancia, ya que desaparece del SM, es B → Kµτ . Este proceso fue buscado
por BABAR, encontrando que el producto
√
λbsλµτ . O(10), haciendo de las “factorias de B” algo promisorio
en el estudio de decaimientos raros relativos al SM [113]. Para procesos D − D¯ se estableciero´n los efectos de
λct y λut, los cuales se encuentran con
√
λutλct . 8− 10 para masas escalares entre los 100 y 400 GeV [115].
Para diferentes procesos del tipo F − F¯ mixing F = (K,B,D) y con un masa del pseudoescalar de 500 GeV,
las cotas sobre acoples mixtos respectivos fueron deducidas en [114]: λds < 0.2, λdb < 0.25 y λuc < 0.6.
Con respecto a acoples diagonales en el sector de quarks, y tratando a λtt y λbb como acoples fundamentales
en el proceso b → sγ se obtiene -para una masa de un higgs cargado debajo de los 300 GeV- una cota de
λtt . 1.7 [116]. Al suponer solo estos dos acoples diferentes de cero el sector escalar neutro no juega un papel
preponderante en la determinacio´n de esta restriccio´n [117].
Para el sector lepto´nico, y desde el ana´lisis del momento magne´tico ano´malo del muo´n se determino´ una cota
fenomenolo´gica sobre λµτ con 10 < λµτ < 80 [69]. Adema´s all´ı encontraron, por medio del proceso µ → eγ
(a trave´s del intercambio de un escalar y como fermio´n interno un τ) para un valor de masas en un rango
caracter´ıstico y considerando el pseudoescalar muy pesado, un l´ımite en la composicio´n de λeτλµτ < 0.04. Con
esto tambie´n se deduce que λeτ < 10
−3. Se concluye que si la discrepancia del momento magne´tico ano´malo
del muo´n es debido al intercambio de un escalar entonces existira´ un jerarqu´ıa sustancial entre λµτ y λeτ , y el
taman˜o de esta jerarqu´ıa debera excluir al 2HDM tipo III.
4.3. Proceso f f¯ → W+LW−L
Por medio del formalismo de estados de helicidad en el re´gimen de altas energ´ıas se pueden encontrar los ele-
mentos matriciales para un canal de interaccio´n que involucre interacciones fermio´nicas y boso´nicas vectoriales
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Figura 4.13.: Diagramas a nivel a´rbol para el proceso f f¯ →W+LW−L
simulta´neamente, como es el mecanismo de dispersio´n inela´stico f f¯ → W+LW−L . Los diagramas a nivel a´rbol
para este proceso se encuentran esquematizados en la Figura 4.13. En realidad, solo el diagrama con el boso´n
de Higgs en el canal s es relevante ante la determinacio´n de cotas unitarias sobre los para´metros libres de los
modelos ma´s alla del SM, como el 2HDM 10.
Las amplitudes, en te´rminos de los acoples “universales” o´ relativos al SM, son resumidas en (4.45):
M(f↑f¯↑ → W+LW−L ) = −
∑
η0
4
√
2GfmfΞ
η0
ff¯
Ξη
0
ww
s3/2
s−m2
η0
+O(E−1/2), (4.45)
M(f↓f¯↓ → W+LW−L ) = −
∑
η0
4
√
2GfmfΞ
η0
ff¯
Ξη
0
ww
s3/2
s−m2
η0
+O(E−1/2). (4.46)
Con la condicio´n unitaria para los dos canales
√
2Gfmf
4pi
∑
η0
Ξη
0
ff¯
Ξη
0
ww
s3/2
s−m2
η0
<
1
2
. (4.47)
Esta expresio´n permite ver la manera fuerte en la que se encuentra relacionada la masa del Higgs con la
energ´ıa asociada a la dispersio´n, as´ı que no existe una manera u´nivoca e independiente de establecer un
limitante unitario para este proceso. Para mirar de forma ma´s amplia este concepto consideramos el ca´lculo
de la seccio´n eficaz σ(qq¯ →W+W−) a trave´s del uso del teorema de equivalencia y del comportamiento de los
bosones de Goldstone en los R-gauges11.
Para el Modelo Esta´ndar, la seccio´n eficaz tanto para el quark top (panel superior) como para el quark charm
(panel inferior) se encuentra esquematizada en la Figura 4.14. Cada panel contiene la contribucio´n total y la
asociada a los bosones de Goldstone. Como se ha discutido, este u´ltimo comportamiento describe, mediante el
teorema de equivalencia, la contribucio´n de los bosones WL en el re´gimen de altas energ´ıas, as´ı que cualquier
10Cancelaciones entre los diagramas de Feynman para las distintas contribuciones han sido demostradas en [120]
11Todos los ca´lculos se presentan de una manera esquema´tica en los ape´ndices D y E
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desviacio´n con respecto al acercamiento unitario puede verse reflejado por esta emisio´n. La seccio´n eficaz
asociada a la aniquilacio´n tt¯ supera por en cerca de un orden magnitud la correspondiente a cc¯, todo en virtud
a la forma lineal en la masa fermio´nica de los acoples de Yukawa.
En el acercamiento al 2HDM consideramos distintos casos extremales en la forma de los acoples para la
parametrizacio´n tipo II del modelo (con quarks top como estados fermio´nicos iniciales). Uno de ellos es el
l´ımite de desacople en el 2HDM II, que se presenta cuando cos(β − α) ' 0 y bajo la suposicio´n de que
H0, A0,H± sean lo suficientemente pesados para considerar solo acoples cuarticos de orden . O(E0). En esta
regio´n de para´metros, los acoples en todos los sectores al boso´n de Higgs ma´s ligero de CP par -h0- son casi
ide´nticos a los generados para el caso minimal del SM [69]. Esto hace que el SM se considere como una teor´ıa
efectiva de bajas energ´ıas del 2HDM. Este comportamiento, coexistente con el l´ımite fermiofo´bico del boso´n de
Higgs CP-par ma´s pesado H0 al sector up de quarks (α = 0 en virtud a la escogencia del primer cuadrante),
se establece en la Figura 4.15. El l´ımite fermiofo´bico al sector up de quarks del boso´n de Higgs de CP ma´s
ligero (α = pi/2) se encuentra representado por la seccio´n eficaz en el panel inferior de la Figura 4.15. En
ambos casos, para energ´ıas lo suficientemente altas, la contribucio´n de los bosones de Goldstone (bosones W±L
en Ecm >> mw) es menor a la contribucio´n total y decae a medida que incrementa la energ´ıa del centro de
masa, haciendo que su comportamiento ante la unitariedad a nivel a´rbol sea consistente.
Para el 2HDM tipo III el l´ımite de desacople se presenta al tomar la parametrizacio´n fundamental (fijando
β = 0) y cuando cosα ' 0 12. Esto permite evaluar otros re´gimenes para la regio´n de para´metros del 2HDM-
III bajo el anzatz de Sher y Cheng. El primero de ellos esta´ representado en el panel superior de la Figura
(4.16) donde se ha variado los acoples diagonales λtt = 0.1, 1, 10. El panel inferior representa, para los mismos
para´metros, el comportamiento de la seccio´n eficaz para los bosones de Goldstone G+, G−. La influencia de
los para´metros λtt es claramente diferente para Ecm << mH0 . Para estos valores la contribucio´n de λtt = 10
es mayor que las asociadas a λtt = 0.1, 1, lo que es esperado desde las formas de los acoples entre los Higgs de
CP-par y los fermiones. Para energ´ıas superiores existe una correspondencia similar entre todos los para´metros
ante el comportamiento global de la seccio´n eficaz, haciendo que esta dependencia no sea esencial ante la
determinacio´n de limitantes provistos por la unitariedad (como caso contrario a los procesos f f¯ → f f¯). Los
bosones de Goldstone, que evalu´an en el re´gimen de altas energ´ıas el comportamiento de los bosones vectoriales
polarizados longitudinalmente, tienen un contribucio´n a nivel a´rbol adecuada en esta regio´n, haciendo de
este proceso un mecanismo que respeta unitariedad a nivel a´rbol en las escalas de energ´ıa concernientes. La
variacio´n de las masas de los bosones de Higgs de CP-par corren el valor de la divergencia logar´ıtmica asociada
al propagador de cada uno de los canales escalares. Para los valores de λtt = 0.1 existe un desacople del boso´n
de Higgs ma´s ligero, que permitir´ıa discriminar fenomenolo´gicamente este tipo de procesos ante los acoples de
Yukawa con el quark top en una regio´n de para´metros diferente a la conseguida por los re´gimenes fermiofo´bicos
de los bosones de Higgs.
En el panel superior de la Figura 4.17 se encuentra la seccio´n eficaz para el proceso tt¯→W+W− en el 2HDM
tipo III bajo el anzatz de Cheng y Sher para α = pi/4. El panel inferior representa la seccio´n eficaz asociada
para cada uno de los valores de los acoples diagonales λtt a la emisio´n de bosones de Goldstone. En el sentido
unitario esta regio´n de para´metros se comporta de manera similar a la seccio´n eficaz del proceso para α = pi/3.
Para esta regio´n de para´metros se presenta un desacople del Higgs ligero en valores de λtt << 1. De nuevo
esto diferencia los acoples de Yukawa y el para´metro de mezcla α ante las descripciones fenomenolo´gicas.
12A diferencia de las parametrizaciones I y II del 2HDM, β llega a ser una cantidad espure´a ante la f´ısica del 2HDM tipo III, todo
en virtud a que se puede eliminar uno de los VEV, haciendo que los autoestados de masa sean simples. La parametrizacio´n
fundamental se obtiene al tomar v2 = 0 esto implica que β = 0. As´ı el primer doblete realiza el rompimiento esponta´neo de la
simetr´ıa -generando las masas de las part´ıculas e interacciones del espectro habitual del SM-, mientras que el segundo doblete
solo provee interacciones con ellos [69, 80]
135
4. Ana´lisis de las Restricciones Unitarias en el SM y 2HDM
Figura 4.14.: Seccio´n eficaz del proceso qq¯ → W+W− en el SM minimal para quarks top (Arriba) y quarks
charm (Abajo) con mh = 120 GeV y bajo la jerarqu´ıa de la matriz CKM. En ambos paneles, la
l´ınea azul representa la seccio´n eficaz total mientras que la l´ınea morada representa la seccio´n
eficaz para la emisio´n de bosones de Goldstone G+, G− en la aniquilacio´n de parejas de quarks del
tipo up (e.g, top y charm). Las masas del espectro habitual del SM y dema´s para´metros han sido
tomados desde los reportes globales de [47]. Se utilizan estos fermiones pesados ya que en virtud
a la forma masiva de los Yukawa, los quarks charm y top se acoplan fuertemente a los diferentes
sectores escalares (sin considerar los dema´s para´metros libres que all´ı pueden aparecer).
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Figura 4.15.: (Arriba) Seccio´n eficaz del proceso tt¯→W+W− en el 2HDM tipo II para el l´ımite de desacople
y estructura fermiofo´bica al sector up del boso´n de Higgs de CP-par ma´s pesado H0 (α = 0).
(Abajo) Seccio´n eficaz del proceso tt¯→ W+W− en el 2HDM tipo II en el l´ımite fermiofo´bica al
sector up del boso´n de Higgs de CP-par ma´s ligero h0 (α = pi/2). En ambos paneles, la l´ınea azul
representa la seccio´n eficaz total mientras que la l´ınea morada representa la seccio´n eficaz para
la emisio´n de bosones de Goldstone en la aniquilacio´n de parejas de quarks top. Ambas secciones
eficaces se encuentran bajo la jerqu´ıa de la matriz CKM. Las masas del espectro habitual del SM
y dema´s para´metros han sido tomados desde los reportes globales de [47].
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Figura 4.16.: (Arriba) Seccio´n eficaz del proceso tt¯→ W+W− en el 2HDM tipo III bajo el anzatz de Cheng y
Sher, donde var´ıa λtt, y con mh0 = 125 GeV, mH0 = 820 GeV y α = pi/3 y en la parametrizacio´n
fundamental, bajo la jerarqu´ıa de la matriz CKM. (Abajo) Seccio´n eficaz del proceso tt¯→ G+G−
en el 2HDM tipo III con mh0 = 125 GeV, mH0 = 820 GeV α = pi/3 y en la parametrizacio´n
fundamental. Para las dos representaciones, las masas del espectro habitual del SM y dema´s
para´metros han sido tomados desde los reportes globales de [47].
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Figura 4.17.: (Arriba) Seccio´n eficaz del proceso tt¯→ W+W− en el 2HDM tipo III bajo el anzatz de Cheng y
Sher, donde var´ıa λtt, y con mh0 = 125 GeV, mH0 = 820 GeV y α = pi/4 y en la parametrizacio´n
fundamental, bajo la jerarqu´ıa de la matriz CKM. (Abajo) Seccio´n eficaz del proceso tt¯→ G+G−
en el 2HDM tipo III con mh0 = 125 GeV, mH0 = 820 GeV α = pi/4 y en la parametrizacio´n
fundamental. Para las dos representaciones, las masas del espectro habitual del SM y dema´s
para´metros han sido tomados desde los reportes globales de [47].
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CONCLUSIONES Y COMENTARIOS
Los limitantes provistos por la unitariedad han sidos estudiados en el marco formal de las realizaciones gauge del
Modelo Esta´ndar Minimal y el Modelo de Dos Dobletes de Higgs. A fin de ello y desde la discusio´n heur´ıstica del
uso de la unitariedad de la matriz de dispersio´n en diversas teor´ıas de interacciones fundamentales, y pasando
por las implicaciones de esta en el teorema o´ptico, segunda ley de la termodina´mica y el teorema CPT , se
motiva la introduccio´n de la expansio´n general de Jacob-Wick en estados de momentum angular, todo con
el fin de establecer las regiones unitarias para diferentes amplitudes de dispersio´n boso´nicas y fermio´nicas.
Para estados de helicidad sime´tricos en los estados iniciales y finales se recobra la expansio´n tradicional de
ondas planas para part´ıculas sin esp´ın y por ende la restriccio´n unitaria ma´s fuerte asociada a los coeficientes
(Re(a0) < 1/2).
Desde un recorrido formal sobre todos los sectores del Modelo Esta´ndar Electrode´bil y desde el mecanismo de
ruptura espo´ntanea de la simetr´ıa se analizo´ como un sector escalar provee las masas de los campos de radiacio´n
y materia del modelo construyendo as´ı una teor´ıa realista de la naturaleza. Esto genera las bases para discutir
como los limitantes fenomenolo´gicos y teo´ricos de precisio´n han permitido caracterizar las posibles regiones
donde los para´metros -au´n no detectados directamente- podr´ıan aparecer en los experimentos actuales. Au´n
despue´s de los logros fenomenolo´gicos explicativos y predictivos, existe un conjunto amplio de cuestiones que
conllevan a que el Modelo Esta´ndar sea una formulacio´n incompleta. Entre estos se encuentra la jerarqu´ıa de
masas en la tercera generacio´n de quarks, la cuantizacio´n de la carga, y la no evidencia directa de un sector
de Higgs minimal. Adema´s la sola presencia de un boso´n Higgs hace que la teor´ıa no sea una construccio´n
completamente satisfactoria. Dos diferentes acercamientos a estas problema´ticas han sido contemplados en
nuestra discusio´n: el planteamiento fenomenolo´gico y la evaluacio´n del SM en escalas superiores de energ´ıa.
Para mirar la consistencia fenomenolo´gica de la teor´ıa, realizamos un estatus de las bu´squedas del boso´n de
Higgs del SM en las colaboraciones LEP, TEVATRON y LHC. En realidad, el establecer la verdadera naturaleza
del boso´n de Higgs (existente o´ no) ha sido el mayor objetivo de estos aceleradores y se ha convertido en un
reto en virtud a la cantidad de ruido detectado desde el sector de para´metros en el que se espera aparezca
un estado de origen escalar. As´ı que la cantidad de colisiones, medidas por la luminosidad, necesitadas para
archivar un conjunto de datos de amplia relevancia estad´ıstica debe ser muy grande tal que un sen˜al de
fluctuacio´n con respecto al background sea lo suficientemente fuerte para que no se considere dentro del ruido
generado por el amplio conjunto de procesos electrode´biles y fuertes que en estos re´gimenes ocurren. Los
canales de rastreo del boso´n de Higgs analizados son los siguientes: e+e− → Zh → bb¯(τ τ¯) (LEP: √2 = 207
GeV), gg → h → bb¯(WW ∗) (TEVATRON: √s = 1.96 TeV), y desde la fusio´n de gluones (LHC: √s = 7
TeV) a h → γγ, h → ττ , h → bb, h → WW ∗ → 2l2ν, h → ZZ∗ → 4l, h → ZZ → 2l2τ , h → ZZ → 2l2ν y
h→ ZZ → 2l2q. Para el LEP y en un nivel de confianza (CL) del 95%, el rango excluido para el boso´n de Higgs
esmh > 114.4 GeV. En el TEVATRON se ha excluido, a trave´s del proceso de decaimiento a bosones vectoriales
WW ∗, el rango de masas 156 < mh(GeV ) < 177 en un 95% CL. En virtud a que la energ´ıa del centro de
masa es lo suficientemente grande para generar una luminosidad mayor, y en adicio´n al ampliamiento de los
canales de rastreo, en el LHC se han producido nuevas prescriciones con el fin de discriminar comportamientos
en el background y en las fluctuaciones con respecto a este. Por ejemplo en los ana´lisis combinados, basados
en la extraccio´n de informacio´n de una sen˜al fuerte y desde una verosimilitud completa en la que se incluyen
las incertidumbres sistema´ticas y sus correlaciones, las regiones excluidas en un 95% CL se encuentran en el
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rango de 133 < mh(GeV ) < 230 y en 251 < mh(GeV ) < 466. Un exceso de eventos en mh ≈ 126 GeV es
reconstruido desde los canales h → γγ h → ZZ∗ → 4l con una probabilidad local de cerca de 2.2σ; as´ı que
ninguna conclusio´n fuerte sobre este re´gimen puede ser obtenida hasta el momento. Se espera que al incrementar
la luminosidad a cerca de 20 fb−1 algunos resultados importantes lleguen a ser lo suficientemente contudentes
ante las hipo´tesis planteadas, lo que develar´ıa, independiente de los resultados, diferentes acercamientos a la
verdadera estructura cua´ntica y de espacio-tiempo de las interacciones fundamentales que all´ı toman lugar.
Desde un sentido teo´rico, se estudiaron las influencias del SM en diferentes escalas de energ´ıa, todas basadas
en propiedades no deseadas del modelo en esos re´gimenes. Una de estas inconsistencias es el denominado
problema de naturalidad o´ jerarqu´ıa, el cual se encuentra descrito por la dependencia cuadra´tica en la escala
de corte para las correcciones radiativas a diferentes ordenes. Si dicha escala de corte es tomada en la escala
de energ´ıa de las teor´ıas de unificacio´n (1016 TeV) es necesario un rearreglo de 16 d´ıgitos entre el rango de
masas desnudas del boso´n de Higgs y las correcciones radiativas, a fin de obtener un Higgs f´ısico en el rango de
100 . mh(GeV ) . 1000. Para controlar estos comportamientos extremos se define la cantidad de ajuste fino,
encargada de medir la sencibilidad de la escala electrode´bil ante el valor de corte. Otro escenario en niveles de
energ´ıas superiores se presenta por medio de los desacoples cuarticos de los campos escalares, como garant´ıa
en la obtencio´n de una teor´ıa perturbativa en todas las escala de energ´ıa. Reinterpretando este mecanismo, es
posible definir el dominio de energ´ıa para el cual esl SM es va´lido; traduciendose en un nivel de corte para que
el acople λ siempre se mantenga finito en dicho re´gimen. Al tomar de nuevo dicho nivel como la escala de gran
unificacio´n, se encuentra que mh < 160 GeV a fin de cumplir la restriccio´n de trivialidad. En particular, la
escala de corte se interpreta como una escala de nueva f´ısica debido a que para energ´ıas de corte muy superiores
a la escala electrode´bil del SM, es necesario introducir, adema´s de las correcciones esta´ndar, correcciones de
origen no perturbativo. Otra sistema´tica que pone en duda la aplicabilidad del SM en re´gimenes superiores
es la determinacio´n de un vac´ıo estable, mediante la exigencia de que el potencial sea acotado inferiormente,
esto se traduce en garantizar la positividad del acople cuartico λ en todas las escalas. Para el dominio de
teor´ıa de gran unificacio´n, la exitencia de un punto estable en todas las energ´ıas es asegurado por medio de la
relacio´n mh(GeV ) > 130 + 2(mt − 170). Todos los ana´lisis considerados se encuentran en la base de diferentes
estatus presentados por la amplia literatura. Para llegar a la unitariedad de una manera natural es importante
introducir adecuadamente este tipo de limitantes teo´ricos, ya que el estudio completo de ellos, adema´s de sus
relaciones no solo permite evaluar al SM en re´gimenes superiores en energ´ıa si no que tambie´n restringe las
diferentes extensiones no-minimales que desde el sector escalar pueden emerger.
La unitariedad es en realidad una prueba directa de la consistencia interna de la teor´ıa cua´ntica de fondo con
el modelo de interacciones fundamentales que se quiere instaurar. En este punto extendimos un paralelo entre
la renormabilizidad de la teor´ıa y la unitariedad perturbativa de la misma a trave´s de los ana´lisis de los gauges
renomabilizables, haciendo que las dos formulaciones sean necesarias para ser garantizadas simulta´neamente.
Este nivel de la discusio´n surge pra´cticamente desde la indagacio´n primigenia en determinar cual es la influencia
particular sobre un conjunto espec´ıfico de procesos dispersivos tal que los para´metros libres asociados, como
las masas del boso´n de Higgs, sean acotados superiormente; garantizando la perturbatividad por medio del
teorema o´ptico. Esta es la base del me´todo de Lee, Quigg y Thacker, donde a trave´s de un organizacio´n
matricial de coeficientes de ondas parciales se llega a una cota sobre la masa del Higgs, que es interpretada
como el limite ma´ximo para que la teor´ıa de perturbaciones sea realizable en el SM. Nume´ricamente dicho
valor es cercano a los 730 GeV. Esto impone una nueva escala de energ´ıa donde nueva f´ısica debe aparecer,
todo con el fin de hacer la teor´ıa perturbativa salvando la unitariedad a este nivel. En esta disertacio´n se hizo
una introduccio´n de la forma de los procesos dispersivos en los R-gauges, los cuales conllevan al uso ido´neo del
teorema de equivalencia; siendo esta una de las formulaciones ma´s fuertes que emerge desde el rompimiento
esponta´neo de la simetr´ıa y que relaciona las partes longitudinales de los bosones vectoriales masivos con los
bosones de Goldstone. Esta formulacio´n minimal permite no solo evaluar al SM en escalas mayores de energ´ıa
si no tambie´n generar la base conceptual para la discusio´n unitaria de cualquier teor´ıa gauge con sectores de
Higgs extendidos o´ con simetr´ıas ma´s grandes.
El Modelo de Dos Dobletes surge como una posible extensio´n al Modelo Esta´ndar de tal forma que algunas de
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estas problema´ticas teo´ricas y fenomenolo´gicas sean tratadas mediante la inclusio´n de un doblete extra en el
mecanismo de rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa. En realidad existe un conjunto mayor de motivaciones
en la exploracio´n de dichos escenarios escalares. Uno de ellos es el amplio desconocimiento del sector de
Higgs. Adema´s, el rompimiento esponta´neo o´ expl´ıcito de la simetr´ıa CP aparece de manera natural en esta
extensio´n no-trivial del sector de Higgs, lo cual introduce nueva fenomenolog´ıa en todos los sectores del modelo.
Un segundo doblete permitir´ıa una solucio´n a la ambigu¨a jerarqu´ıa de la tercera familia de quarks generada en
el SM. En adicio´n si el sector escalar es debido a dos dobletes de Higgs, mecanismos como el de Peccei-Quinn
de violacio´n de la simetr´ıa CP en la QCD son solo posibles si el sector escalar es del tipo 2HDM. Adema´s
existen modelos gauges de simetr´ıas ma´s grandes en los que su sector escalar a bajas energ´ıas se desarrolla en
un sector no minimal de Higgs como el presentado en el 2HDM (e.g supersimetr´ıa, little Higgs, gran unificacio´n
etc). Otra motivacio´n de gran inte´res es la presencia de corrientes neutras de cambio de sabor, que aunque
suprimidas fuertemente por los experimentos no violan ninguna ley de fundamental de la naturaleza y podr´ıan
proveer una explicacio´n natural a la oscilacio´n de neutrinos. A temperatura finita el modelo, puede ser utilizado
como un escenario posible en la descripcio´n de feno´menos tales como la barioge´nesis y leptoge´nesis. Una de
las falencias ma´s grandes del modelo es la cantidad de para´metros libres introducidos, los cuales tienen que
en primera instancia ser delimitados a trave´s de mecanismos teo´ricos y fenomenolo´gicos no directos como: la
estabilidad del vac´ıo, simetr´ıa de custodia, la unitariedad de la teor´ıa y el momento magne´tico ano´malo del
muo´n. Los limitantes experimentales directos surgira´n en aceleradores de nueva generacio´n donde las energ´ıas
de centro de masa sean lo suficientemente altas para diferenciar el comportamiento cuartico del sector boso´nico
del modelo.
Para establecer naturalmente estos limitantes, y en especial la unitariedad, se considero´ la formulacio´n general
del modelo, estudiando todos los sectores introducidos por medio de la nueva forma de generar el rompimiento
esponta´neo de la simetr´ıa, y a su vez la influencia de las simetr´ıas discretas y continuas (clasificadas en las
impuestas por la presencia de dos familias de Higgs y en las provenientes por la simetr´ıa CP ) en estos nuevos
escenarios. En el sector de Yukawa se consideraron los casos ma´s globales asociados a si existe o´ no conservacio´n
natural del sabor en corrientes neutras. Se discute la influencia de la simetr´ıa Z2 ante mecanismos como el
rompimiento de la simetr´ıa CP y el desacople primordial de modelos con simetr´ıas ma´s grandes. En este punto
se trata de manera cuantitativa como en un modelo realista, el rompimiento suave de Z2 (violacio´n en ordenes
superiores de la teor´ıa de perturbaciones) podr´ıa ser un escenario favorable para constituir efectivamente al
2HDM como el l´ımite escalar de bajas energ´ıas de modelos establecidos en escalas superiores.
Para el 2HDM la unitariedad, los dema´s limitantes teo´ricos y las restricciones fenomenolo´gicas indirectas
surgen como respuesta a la descriminacio´n total del conjunto de para´metros libres establecidos en el 2HDM
ma´s general, adema´s de construir una formulacio´n totalmente consistente con los fundamentos cua´nticos y
espacio-temporales que la caracterizan. La unitariedad se incorpora como la u´nica sistema´tica restrictiva en
todos los ordenes y en especial, para modelos asinto´ticos, a nivel a´rbol; haciendo que las dema´s limitantes sean
garantizadas a trave´s de la realizacio´n directa de la teor´ıa de perturbaciones. En este escenario se consideraron
las reglas de suma que garantizan al 2HDM eliminar aportes mal comportados en el re´gimen de altas de
energ´ıas de los diagramas con acoples entre los bosones de Higgs y los bosones gauge.
Desde los ana´lisis unitarios presentados en el SM y el 2HDM (con conservacio´n de la simetr´ıa CP ) se estudiaron,
por medio de las restricciones generales de la expansio´n general de estados de helicidad, un nuevo conjunto de
limitantes establecidos desde las amplitudes de dispersio´n W+LW
−
L → W+LW−L , f f¯ → f f¯ y f f¯ → W+LW−L . En
el primer proceso enteramente boso´nico y a trave´s de las cancelaciones entre las contribuciones a la amplitud
de los diferentes diagramas de Feynman para el SM se encontraron condiciones particulares para modelos mul-
tidobletes todo con el fin de eliminar diferentes contribuciones dependientes de la energ´ıa. La ma´s importantes
de ellas es el cumplimiento simulta´neo de las reglas de suma y de la simetr´ıa de custodia a nivel a´rbol, a fin
de salvaguardar la unitariedad de la teor´ıa. Existe por ende un v´ınculo en las predicciones en ρ con sectores
extendidos que conserven la simetr´ıa CP por medio del desacople del Higgs pseudoescalar del espectro boso´nico
vectorial. Para el sector minimal se muestra como la seccio´n eficaz ser´ıa no acotada si los diagramas debidos al
boso´n de Higgs no son considerados, exhibiendo una violacio´n de la unitariedad a nivel a´rbol. Para las regiones
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de exclusio´n independientes de la energ´ıa del centro de masa se logro´ determinar que, para h0 dentro de las
zonas fenomenolo´gicas, el boso´n de Higgs neutro ma´s pesado de CP -par es ampliamente restringido desde las
bases unitarias para α > pi/4 y tan β > 2. Para α→ pi/2 y tan β → 0, H0 se desacopla del espectro boso´nico,
lo que conduce a que no exista una saturacio´n de la unitariedad. Este es el denominado l´ımite de desacople
donde se recupera al SM como una teor´ıa efectiva a bajas energ´ıas cuando los bosones de Higgs H0,H± y A0
son lo suficientemente pesados para que los acoples cuarticos sean de orden . O(1). Para α → 0 la regio´n
excluida es “fuerte” solo cuando tan β → 0, ya que en este re´gimen existe un desacople del boso´n de Higgs
ma´s ligero de CP-par, haciendo que solo el Higgs ma´s pesado sature la condicio´n de unitariedad del tipo SM.
Para la dispersio´n fermio´nica y a trave´s de la sistema´tica anterior se encuentra un desacople de la masa de Higgs
resultando solo restricciones unitarias -independientes de la energ´ıa- para para´metros de mezcla y para acoples
de Yukawa en el 2HDM tipo III. Mediante el formalismo de estados de helicidad, los elementos matriciales son
calculados con el fin de aplicar el me´todo general de expansio´n de Jacob-Wick en procesos fermio´nicos. Las
restricciones unitarias sobre β en las parametrizaciones tipo I y II describen limitantes no generales en la forma
concerniente de este elemento, esto es debido a la forma de acople entre los dobletes y las partes up y down de
los dobletes fermio´nicos. Para la parametrizacio´n tipo III del 2HDM (en la escogencia fundamental β = 0) los
acoples no-universales de Yukawa diagonales tienen un dependencia inversa a la masa del fermio´n. As´ı para
quarks pesados dicha restriccio´n se traduce en limitantes suficientemente fuertes y que se desv´ıan a lo ma´ximo
en dos ordenes de magnitud con respecto a las restricciones fenomenolo´gicas reportadas [69, 80, 113, 115, 117].
En los acoples no diagonales se utilizaron canales mixtos de interaccio´n del tipo fif¯j → fif¯j, donde las cotas
unitarias exhiben un comportamiento inverso a la raiz cuadrada del producto de las masas fermio´nicas, como
consecuencia del anzatz de Sher y Cheng para los acoples de Yukawa asociados. Estos te´rminos se desv´ıan de
las restricciones fenomenolo´gicas hasta en tres ordenes de magnitud, as´ı que esta imposicio´n unitaria es de´bil
ante este tipo de procesos. Para modelos ma´s alla del SM, estos mecanismos abren por ende una metodolog´ıa no
tradicional en la determinacio´n de cotas sobre las masas y acoples de Yukawa para la nueva f´ısica aqu´ı generada.
Para procesos del tipo f f¯ →W+LW−L no existe una manera u´nivoca e independiente de establecer un limitante
unitario ya que los para´metros libres esta´n fuertemente relacionados a la energ´ıa de dispersio´n con respecto
a la saturacio´n de los elementos matriciales al valor ma´ximo del coeficiente de la onda parcial J = 0. Para
atacar el problema de una manera diferente se calcula la seccio´n eficaz asociada a este mecanismo. All´ı las
contribuciones de los bosones polarizados longitudinalmente en Ecm >> mw son bien comportadas. Esta parte
de las amplitudes invariantes y por consiguiente de la seccio´n eficaz son las llamadas tener aportes dependientes
de la energ´ıa del centro de masa en todas las escalas debido a la naturaleza de sus acoples. As´ı la unitariedad es
respetada a nivel a´rbol en virtud a que ningu´n elemento matricial supera este comportamiento a fin de obtener
aportes de ordenes diferentes en los diagramas de Feynman. Fenomenolo´gicamente, la seccio´n eficaz asociada
al proceso tt¯ → W+W− permite recobrar el l´ımite de desacople y en el re´gimen fermiofo´bico del sector up
al H0 en el 2HDM tipo II, el cual se reduce al comportamiento para el SM minimal. Adema´s se establece
el limite fermiofo´bico del sector up para el Higgs ma´s ligero h0. En el 2HDM III, y para la parametrizacio´n
fundamental (i.e. β = 0), en intervalos intermedios de α = pi/4, pi/3, la seccio´n eficaz conlleva a diferenciar las
contribuciones debidas a λtt con regiones en Ecm < 1 TeV. Estos ana´lisis diferencian los aportes de modelos
en los que existen FCNC a nivel a´rbol con respecto a teor´ıas en las que dichos procesos son abolidos.
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TEOREMA DE EQUIVALENCIA Y R-GAUGES
Con el fin de establecer el verdadero comportamiento de los procesos de dispersio´n a trave´s de la condicio´n de
unitariedad del teorema o´ptico, y mirar su estrecha relacio´n con los para´metros libres del potencial escalar, es
importante determinar los diferentes acoples en la base de los autoestados gauge. En esta base los ve´rtices se
vuelven ma´s sencillos al hacer uso del teorema de equivalencia. A continuacio´n se dara´n los mecanismos y fun-
damentos necesarios para establecer en que re´gimenes y bajo que suposiciones podemos tratar indiferentemente
los autoestados gauge de los autoestados de masa del SM con rompimiento esponta´neo de la simetr´ıa.
A.1. Gauges-R
En realidad, existen otros procedimientos de fijamiento del gauge adema´s que el provisto por el gauge unitario
(U)1, todo debido a las diferentes formas que podemos tomar la invarianza ante el esquema SU(2)L×U(1)Y y
de la manera en la que se logra el SSB. Aqu´ı se estudiara´n un conjunto importante de sistema´ticas de encontrar
los proceso de fijamiento del gauge, los cuales son denominados los gauges Renormalizables (R).
Los Gauges-R fueron inventados con el fin de evitar las divergencias producidas en el re´gimen de altas energ´ıas
por algunos propagadores en teor´ıas gauge no Abelianas con un mecanismo de Higgs. El procedimeinto de fijar
el gauge en los gauges R es completamente diferente al proceso de fijamiento del gauge Unitario. Para definir el
procedimiento, se mantienen los bosones de Goldstone como campos auxiuliares no f´ısicos; se necesita adicionar
al lagrangiano invariante gauge un te´rmino no invariante de fijamiento del gauge en el que se involucre tanto
los campos vectoriales como los campos no f´ısicos escalares. Esto u´ltimo se realiza a trave´s de una sistema´tica
parecida al “anzats” de Fermi para la QED, que consiste en sumar un te´rmino proporcional a (∂µA
µ)2 al
Lagrangiano cine´tico de Maxwell.
Estos procesos esta´n caracterizadas por el comportamiento de los propagadores en los diferentes re´gimenes de
energ´ıa. Por ejemplo, en la regio´n ultravioleta, los propagadores tienen un comportamiento adecuado de tal
forma que las propiedades de renormabilizad del SM se hacen ma´s claras. Adema´s, en estos gauges se puede
reformular una de las propiedades ma´s importantes que emergen de una teor´ıa con rompimiento esponta´neo
de la simetr´ıa, representada a trave´s del denominado teorema de equivalencia; el cual relaciona las amplitudes
de dispersio´n para las partes longitudinales de los bosones vectoriales con los bosones escalares de Goldstone
1El propagador en el gauge unitario para bosones vectoriales masivos tiene la forma cano´nica:
Dµν(k) =
−gµν +m−2kµkν
k2 −m2 + i , (A.1)
dondem es la correspondiente masa. Se observa como este te´rmino no decrece cuando k →∞ como los propagadores normales
lo hacen. Este tipo de comportamientos producen diagramas de Feynman altamente divergentes.
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no-f´ısicos. Este me´todo facilita el ana´lisis del comportamiento en altas energ´ıas de las amplitudes de dispersio´n
que quieran estudiarse.
Para un sector minimal del SSB, se estudiara´ -brevemente- el esp´ıritu de la formulacio´n de los gauges-R.
Comenzamos con la parametrizacio´n del campo Φ,
Φ =
(
−iG+
1√
2
(ν + η + iz)
)
, (A.2)
G+ es complejo y los campos η, z son campos reales, y ν el valor esperado en el vac´ıo. El Lagrangiano de
fijamiento del gauge se escribe a partir de
Lg.f = − 1
2ξ
∣∣∂µW−µ − ξmwG−∣∣2 − 12ξ ∣∣∂µW+µ − ξmwG+∣∣2 − 12χ (∂µ − χmzG0)2 − 12α (∂µAµ). (A.3)
Cuya forma funcional se presenta de tal forma que esta remueve los te´rminos de mezcla bilineales entre los
campos G±, G0 y los campos W± y Z. Al introducir esta forma de parametrizacio´n en el lagrangiano asociado
al te´rmino cine´tico de los campos, obtenemos
(DµΦ)
† (DµΦ) ⊃ mw
(
W+µ ∂
µG− +W−µ ∂
µG+
)
+mzZµ∂
µG0. (A.4)
(⊃ indica que dichos te´rminos de interaccio´n esta´n contenidos en el lagrangiano completo2). Para el Lagrangiano
Lg.f. se obtiene
Lg.f. ⊃ mw
(
G−∂µW+µ +G
+∂µW−µ
)
+mzG
0∂µZµ. (A.5)
Despue´s de sumar los dos lagrangianos, dicha adicio´n puede reescribirse a trave´s de las siguientes formas
bilineales
LHiggs + Lg.f ⊃ mw∂µ
(
G−W+µ +G
−W−µ
)
+mz∂
µG0∂µZµ. (A.6)
Estos te´rminos pueden ser omitidos sin alterar la dina´mica conseguida por los dema´s te´rminos producidos
por LHiggs. En lo que respecta a las masas, los propagadores pueden ser reconstruidos y con ellos todas las
interacciones entre los bosones de Higgs y los bosones de Goldstone (G±, G0) para el SM-minimal. Para los
para´metros de masa de los bosones de Goldstones no-f´ısicos, se tiene:
m2w = ξm
2
w, m
2
z = χm
2
z. (A.7)
As´ı los propagadores de los bosones vectoriales llegan a ser [63, 24]:
D(W )µν (k) =
(
−gµν + (1− ξ) kµkν
k2 − ξm2w
)
1
k2 −m2w + i
, (A.8a)
D(Z)µν (k) =
(
−gµν + (1− χ) kµkν
k2 − χm2z
)
1
k2 −m2z + i
, (A.8b)
D(A)µν (k) =
(
−gµν + (1− α)kµkν
k2
)
1
k2 + i
. (A.8c)
2Este tipo de te´rminos tambie´n emergen en el SSB a trave´s del ana´lisis con dos dobletes como se enfatiza en la seccio´n 3.4.1
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Las formas de los propagadores en (A.8) se comportan como k−2 para k → ∞ (lo cual le da el nombre de
gauges renormalizables).
Los propagadores de los bosones de Goldstone son por tanto:
D(w)(k) =
1
k2 − ξm2w + i
, (A.9a)
D(z)(k) =
1
k2 − χm2z + i
. (A.9b)
Examinando los propagadores de bosones vectoriales, podemos ver que si tomamos ξ = χ = α = 1, los
propagadores llegan a ser diagonales. Esta escogencia representa al denominado gauge ’t Hooft-Feynman.
El gauge unitario se obtiene cuando ξ → ∞, χ → ∞. Esto corresponde a bosones de Goldstone no-f´ısicos
“infinitamente pesados”. Esto es una forma de ver como dichos grados de libertad desaparecen en este gauge,
dejando solo el contenido f´ısico de la teor´ıa.
Para los te´rminos de interaccio´n, los ve´rtices entre bosones escalares y los bosones intermediarios pueden
encontrarse a trave´s de los cambios W± → G± y Z → G0. El reemplazo es hecho en pares de esos campos
(e.g. ZµZµ →
(
G0
)2
). Para las interacciones trilineales que involucran dos escalares G± con un boso´n vectorial
neutro esta´n descritos por 3
LG−G+V = iζγwwG−
←→
∂ µG+Aµ + iζ
Z
wwG
−←→∂ µG+Zµ. (A.10)
Las interacciones con el sector fermio´nico vienen dadas por
Lint = iχwfufd f¯u [(mfu −mfd)− (mfu +mfd)γ5] fdG+ − iχwfufd f¯d [(mfu −mfd) + (mfu +mfd)γ5] fuG−
− iχzfufu f¯uγ5fuz − iχzfdfd f¯dγ5fdz − χhfufufufuh− χhfdfdfdfdh. (A.11)
con fu = u, c, t, νe, νµ, ντ y fd = d, s, b, e, µ, τ
4. En el SM, los te´rminos con acoples con z y h en (A.11)
desaparecen cuando se considera el sector up de los leptones en virtud a que los neutrinos no se han considerado
masivos.
A fin de encontrar los ve´rtices cuarticos entre los escalares de Goldstone con el campo de Higgs utilizamos el
potencial asociado, con lo cual
L = −λvh
(
2ω−ω+ +
(
G0
)2
+ h2
)
− 1
4
(2ω−ω+ +
(
G0
)2
+ h2)2. (A.12)
Para el 2HDM dichos acoples se encuentran inmersos en el sector del potencial escalar por medio de formas
trilineales y cuadrilineales asociadas al lagrangiano completo, como se establece en la seccio´n 3.4.
A.2. Teorema de equivalencia
El mecanismo de Higgs trae consigo que los bosones de Goldstone deban convertirse en las componentes
longitudinales de los bosones vectoriales asociados a los generadores de grupo rotos, a fin de que estos sean
masivos. Este procedimiento puede establecerse de una manera ma´s formal por medio del uso de los elementos
matriciales de S a trave´s del denominado teorema de equivalencia, el cual actu´a en el re´gimen de altas energ´ıas.
En esta regio´n de los modelos los elementos matriciales para un proceso con bosones vectoriales masivos son
3Para el SM: ζγww = 1 ζ
Z
ww =
g
cos θw
(
1
2
− sin2 θw
)
4En el SM χwfufd =
g
2
√
2mw
, y χhfu(d)fu(d) = χ
z
fu(d)fu(d)
=
gmfu(fd)
2mw
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iguales a los elementos matriciales (calculados en el Gauge R) de un proceso donde dichos bosones vectoriales
polarizados longitudinalmente son reemplazados por los correspondientes bosones de Goldstone. Expl´ıcitamente
y formalmente dicho teorema puede escribirse por medio de [64]:
Teorema de equivalencia: Consideremos un proceso donde se involucran a parte de otras part´ıculas f´ısicas
A (estado inicial) y B (estado final), un cierto nu´mero de bosones polarizados longitudinalmente. Denotemos
n1 al nu´mero de ellos en el estado inicial y a n2 en el estado final (con energ´ıa Ev tal que EV >> mV ), se
obtiene que los elementos matriciales tienen la siguiente correspondencia:
Mfi (VL(i1), ...., VL(in1), A→ VL(f1), ...., VL(fn1), B) =Mfi (ψ(i1), ...., ψ(in1 ), A→ ψL(i1), ...., ψ(in1 ), B)
× (i)n1−n2C
[
1 +O
(
mV
EV
)]
, (A.13)
donde ψ representan los bosones de Goldstone correspondientes a sus contrapartes masivas. C es un factor
independiente de la energ´ıa, el cual es debido a los efectos de la renormalizacio´n (a nivel a´rbol C = 1).. La
demostracio´n primigenia de este teorema puede ser encontrada en [2, 65].
El teorema de equivalencia, de hecho, puede ser representado a trave´s de un forma ma´s general debido a que
esta evaluacio´n es caracter´ıstica de cualquier teor´ıa gauge que tenga un mecanismo de rompimiento esponta´neo
de simetr´ıa, como es el caso de la siguiente extensio´n no trivial al SM; el Modelo de dos Dobletes de Higgs.
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AMPLITUD W+LW
−
L → W+LW−L
En virtud a la complejidad de algunas de las interacciones a nivel a´rbol, es necesario analizar el comportamiento
en diferentes escenarios de distintos procesos. Con el fin de ver el comportamiento unitario desde un punto
de vista completo, estudiamos el ca´lculo a nivel a´rbol de la dispersio´n ela´stica de bosones vectoriales en el
re´gimen de altas energ´ıas, considerando las diferentes contribuciones que pueden ocurrir en este nivel. Esta
sistema´tica permite, adema´s de observar las reglas de suma desde una manera natural, encontrar vinculos entre
la unitariedad con otras restricciones teo´ricas y fenomenolo´gicas de modelos con sectores de Higgs extendidos.
En primera instacia, consideramos el ca´lculo de la amplitud a nivel a´rbol de la dispersio´n de bosones W±.
Debido a que el comportamiento neuralgico en altas energ´ıas lo poseen las componentes longitudinales de estos,
nos centraremos en el elemento matricial del mecanismo W+LW
−
L → W+LW−L . En realidad existen 6 diagramas
provenientes de la contribucio´n del Higgs, Z y foto´n (3 son asociados al canal s y 3 son asociados al canal t).
Adema´s existe un diagrama que proviene del acople directo de los bosones gauge W±.
Estudiemos el canal s con un boso´n Z en el propagador:
Msz = (ζzww)2 µ1Jµνλ (k1, k2,−q) ν2
1
q2 −m2z
(
gλσ − q
λqσ
m2z
)
α∗3 Jαβσ(−k3,−k1, q)∗β4 . (B.1)
Utilizando la identidad de t’ Hooft1, que es va´lida para los R-Gauges, dicho te´rmino puede describirse a trave´s
de
Msz = (ζzww)2 µ1Jµνλ (k1, k2,−q) ν2
1
q2 −m2z
gλσα∗3 Jαβσ(−k3,−k1, q)∗β4 . (B.3)
Siguiendo un procedimiento ana´logo para el foto´n, encontramos
Msγ = (ζzww)2 µ1Jµνλ (k1, k2,−q) ν2
1
q2
gλσα∗3 Jαβσ(−k3,−k1, q)∗β4 . (B.4)
As´ı las dos contribuciones pueden ser escritas en un solo te´rmino mediante
MsZ,γ = µ(k1)ν(k2)Jµνλ(k1, k2,−q)gλσJαβσ(−k3,−k4, q)∗α(k3)∗β(k4)
[
1
s
ζγwwζ
γ
ww +
1
s−m2z
ζzwwζ
z
ww
]
. (B.5)
1Para nuestro caso en particular, la identidad de t’Hooft establece:
pµJλµν(k, p, q) = qλqν − kλkν . (B.2)
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con s la variable de Mandelstam asociada a la energ´ıa del centro de masa. Podemos expandir el propagador
para Z en te´rminos de la siguiente factorizacio´n,
1
s−m2z
=
1
s
+
m2z
s2
+
m4z
s3
+
m6z
(s −m2z)s3
. (B.6)
Lo cual tiene una representacio´n en una serie infinita:
1
s−m2z
=
1
s
+
m2z
s2
+
m4z
s3
+ ... =
∞∑
n=2
m2n−4z
sn−1
. (B.7)
Usando esta expansio´n podemos expresar nuestro elemento matricial conjunto a trave´s de,
MsZ,γ =Msz +M sγ = −µ(k1)ν(k2)Jµνλ(k1, k2,−q)gλσJαβσ(−k3,−k4, q)∗α(k3)∗β(k4),
×
[
1
s
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) +
(
m2z
s2
+
m4z
s3
+ ...
)
ζzwwζ
z
ww
]
, (B.8)
con
Jµνλ(k1, k2,−q) = gµν(k1 − k2)λ + gνλ(k2 + q)µ − gλµ(q + k1),
Jαβσ(−k3,−k4, q) = gαβ(k4 − k3)σ − gβσ(q + k4)α + gσα(q + k3)β. (B.9)
La polarizacio´n longitudinal de un vector masivo se comporta asinto´ticamente (altas energ´ıas) como:
µ(k) =
kµ
m
+∆µ(k). (B.10)
Donde ∆(p) representa el comportamiento la correccio´n de la forma O(m/E) (aqu´ı E hace referencia solo a
la energ´ıa cine´tica). Haciendo uso de este comportamiento, los te´rminos de la forma del elemento de matriz
quedan descritos por
MsZ,γ = −
[
s2(s+ 2t− 4m2w)
4m4w
] [
1
s
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) +
(
m2z
s2
+
m4z
s3
+ ...
)
ζzwwζ
z
ww
]
. (B.11)
Con la evaluacio´n respectiva,
MsZ,γ = −
[
s(s+ 2t− 4m2w)
4m4w
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) +
(
m2z(s + 2t− 4m2w)
4m4w
+
m4z(s+ 2t− 4m2w)
4m4ws
)
ζzwwζ
z
ww
]
.
(B.12)
Descomponiendo este resultado en elementos de orden O(E4), O(E2) y O(E0) se obtiene
MsZ,γ(O(E4)) = −
s2 + 2st
4m4w
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) , (B.13a)
MsZ,γ(O(E2)) = −
m2z(s+ 2t)
4m4w
ζzwwζ
z
ww +
s
m2w
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) , (B.13b)
MsZ,γ(O(E0)) = −
m4z
2m4w
t
s
ζzwwζ
z
ww. (B.13c)
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En realidad existen otros te´rminos O(E0), pero estos terminan siendo valores no dependientes del compor-
tamiento cine´tico. De igual manera para el canal t de las contribuciones de Z y el foto´n en el propagador, se
obtiene
Mtz,γ = −µ(k1)∗α(k3)Jµαλ(−k1, k3,−q′)gλσJνβσ(−k2, k4, q′)ν(k2)∗β(k4),
×
[
1
t
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) +
(
m2z
t2
+
m4z
t3
+ ...
)
ζzwwζ
z
ww
]
. (B.14)
Donde se ha hecho uso de las identidades de t’Hooft y de la expansio´n en series del propagador. Aqu´ı Jµαλ y
Jνβσ esta´n representados por
Jµαλ(k1, k3,−q′) = [gµα(k1 − k3)λ + gµλ(q + k3)α − gλµ(k1 + q)α] ,
Jνβσ(k4, k2, q
′) = [+gνβ(k4 − k2)σ + gνσ(k2 − q)β + gβσ(q − k4)ν ] . (B.15)
A trave´s del comportamiento de los vectores de polarizacio´n longitudinales, se llega a que este elemento
matricial toma la forma
Mtz,γ = −
[
t2(2s+ t− 4m2w)
4M4w
] [
1
t
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) +
(
m2z
t2
+
m4z
t3
+ ...
)
ζzwwζ
z
ww
]
. (B.16)
Expandiendo esta relacio´n hasta te´rminos de orden O(E0), se encuentra
Mtz,γ = −
[
(2st+ t2 − 4m2wt)
4M4w
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) +
(
m2z(2s + t− 4m2w)
4M4w
+
m4z
t
(2s + t)
4M4w
)
ζzwwζ
z
ww
]
. (B.17)
Separando las diferentes contribuciones O(E4), O(E2) y O(E0) se llega a
Mtz,γ(O(E4)) = −
t2 + 2st
4m4w
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) , (B.18a)
Mtz,γ(O(E2)) = −
m2z(t+ 2s)
4m4w
ζzwwζ
z
ww +
t
m2w
(ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww) , (B.18b)
Mtz,γ(O(E0)) = −
m4z
2m4w
s
t
ζzwwζ
z
ww. (B.18c)
Tambie´n tenemos la contribucio´n directa
iMww
ww
= iζ
ww
ww
µ(k1)
ν(k2) [2gµβgνα − gµνgαβ − gµαgνβ] ∗α(k3)∗β(k4). (B.19)
Al realizar las contracciones respectivas,
Mww
ww
= ζ
ww
ww
[
2µ(k1)
ν(k2)
∗
ν(k3)
∗
µ(k4)− µ(k1)µ(k2)∗α(k3)∗α(k4)− µ(k1)ν(k2)∗µ(k3)∗ν(k4)
]
. (B.20)
En funcio´n de los momentos correspondientes, se obtiene
Mww
ww
= ζ
ww
ww
[
1
m4w
(2k1 · k4 k2 · k3 − k1 · k2 k3 · k4 − k1 · k3 k2 · k4) +O
(
m4w
E4
)
+O
(
m2w
E2
)]
. (B.21)
150
Existen te´rminos de la forma O(E0), los cuales, en este nivel de la discusio´n, no tiene implicaciones para los
ana´lisis que se quieren determinar. En variables de Mandelstam, tenemos:
k1 · k2 = k3 · k4 = 1
2
(
s− 2m2w
)
, (B.22a)
k1 · k3 = k2 · k4 = −1
2
(
t− 2m2w
)
, (B.22b)
k1 · k4 = k2 · k3 = −1
2
(
u− 2m2w
)
, (B.22c)
u = 4m2w − s− t. (B.22d)
Esto conduce a
Mww
ww
= ζ
ww
ww
[
s2 + 4st+ t2 − 4m2w(s + t)
4m4w
]
. (B.23)
Considerando por separado los elementos de la forma O(E4) y O(E2), tenemos:
Mww
ww
(O(E4)) = s2 + 4st+ t2
4m4w
ζ
ww
ww
, (B.24a)
Mww
ww
(O(E2)) = s+ t
m2w
ζ
ww
ww
. (B.24b)
Para el SM se tiene que ζ
ww
ww
= g2, ζγww = g sin θw y ζ
z
ww = g cos θw. Al comparar (B.24a) con la suma de
(B.13a) y (B.18a) observamos que la divergencia O(E4) es automa´ticamente cancelada. Para otros modelos,
vemos que la divergencia debida a los te´rminos O(E4) es nula si dichos acoples cumplen con la relacio´n
ζ
ww
ww
= ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww. (B.25)
La contribucio´n debida u´nicamente a la presencia de bosones gauge puede describirse por
MG =MG(O(E2)) +MG(O(E0)). (B.26)
Los dema´s te´rminos no sera´n relevantes en el re´gimen de energ´ıas en el que estamos trabajando, ya que son
finitos o no son dina´micamente influyentes (i.e por ejemplo las masas de los bosones gauge o funciones de
ellas). Estos te´rminos tienen la forma
MG(O(E2)) = (s+ t)
m2w
[
m2z
4m2w
ζzwwζ
z
ww +
(
ζγwwζ
γ
ww + ζ
z
wwζ
z
ww − ζ
ww
ww
)]
, (B.27a)
MG(O(E0)) = − m
4
z
2m4w
(
t
s
+
s
t
)
ζzwwζ
z
ww. (B.27b)
Haciendose expl´ıcito el hecho de que al usar la propiedad (B.25) no solo te´rminos de orden O(E4), si no que al-
gunos te´rminos de origen O(E2) son tambie´n cancelados. Sabemos que las masas de los bosones gauge cumplen
con la restriccio´n de precisio´n fenomenolo´gica ρ = m2w/m
2
z cos
2 θw = 1 a nivel a´rbol, y que adema´s cualquier
modelo con sector de Higgs extendido debe salvalguardar la simetr´ıa de custodia que ella posee (tratado en
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la seccio´n 3.7.3 de para´metros oblicuos en el 2HDM). Si consideramos estos comportamientos restrictivos, la
contribucio´n a segundo orden de los bosones gauge a la amplitud de dispersio´n, pueden describirse a trave´s de:
MG(O(E2)) = (s+ t)
4m2w
[
1
ρ cos2 θw
ζzwwζ
z
ww
]
. (B.28)
Ahora considerando la importante contribucio´n del Higgs 2, tenemos para el canal s,
MsH = µ(k1)ν(k2)gµνχhww
1
s−m2h
χhwwgαβ
∗α(k3)∗β(k4),
= −(k1) · (k2)χhww
1
s−m2h
χhww
∗(k3) · ∗(k4). (B.29)
Para el canal t, tenemos
MtH = −µ(k1)∗α(k3)gµαχhww
1
t−m2h
χhwwgνβ
ν(k2)
∗β(k4),
= −(k1) · ∗(k3)χhww
1
t−m2H
χhww(k2) · ∗(k4). (B.30)
En te´rminos de los momentos respectivos y con la expansio´n del propagador en series, se obtiene
MsH = −χhwwχhww
[
1
m4w
(k1 · k2 k3 · k4) +O
(
m4w
E4
)
+O
(
m2w
E2
)
+O
(
m0w
E0
)][
1
s
+
m2h
s2
+
m4h
s3
+ ...
]
. (B.31)
Con las variables de Mandelstam, los te´rminos de la forma O(E2) y O(E4) dentro del primer parentesis
cuadrado, adquieren la forma
MsH = −χhwwχhww
1
4m4w
(
s− 2m2w
) (
s− 2m2w
) [1
s
+
m2h
s2
+
m4h
s3
+ ...
]
= −χhwwχhww
1
4m4w
(
s2 − 4sm2w + 4m4w
) [1
s
+
m2h
s2
+
m4H
s3
+ ...
]
= −χhwwχhww
1
4m4w
[(
s2 − 4sm2w + 4m4w
)
s
+
m2h
(
s2 − 4sm2w + 4m4w
)
s2
+
m4H
(
s2 − 4sm2w + 4m4w
)
s3
+ ...
]
,
= −χhwwχhww
1
4m4w
[
s− 4m2w +m2h +O(E−2)
]
(B.32)
De un modo similar se obtiene para el canal t,
MtH = −χhwwχHww
1
4m4w
(
t− 2m2w
) (
t− 2m2w
) [1
t
+
m2h
t2
+
m4h
t3
+ ...
]
= −χhwwχhww
1
4m4w
(
t2 − 4tm2w + 4m4w
) [1
t
+
m2h
t2
+
m4h
t3
+ ...
]
= −χhwwχhww
1
4m4w
[(
t2 − 4tm2w + 4m4w
)
t
+
m2h
(
t2 − 4tm2w + 4m4w
)
t2
+
m4H
(
t2 − 4tm2w + 4m4w
)
t3
+ ...
]
,
= −χhwwχhww
1
4m4w
[
t− 4m2w +m2h +O(E−2)
]
. (B.33)
2Desde la construccio´n del SM, y como lo hemos discutido en varias partes del texto, sabemos que toda teor´ıa gauge con SSB es
renormalizable [5].
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As´ı el elemento de matriz debido al Higgs se describe como
MH =MH(O(E2)) +MH(O(E0)), (B.34)
con
MH(O(E2)) = −(s+ t)
4m4w
χHwwχ
h
ww, (B.35)
MH(O(E0)) = −(m
2
h − 4m2w)
4m4w
χhwwχ
h
ww. (B.36)
Al comparar (B.28) y (B.35), y con el fin de eliminar definitivamente la presencia de te´rminos de orden O(E2)
en la amplitud de dsipersio´n, se establecen las siguientes relaciones entre los acoples de los bosones gauge y
del boso´n de Higgs:
m2w
ρ cos2 θw
ζzwwζ
z
ww − χhwwχhww = 0. (B.37)
La cual es satisfecha automa´ticamente en el SM, ya que en la teor´ıa background ζzww = g cos θw, y en el sector
minimal de Higgs χHww = gmw y fenomenolo´gicamente ρ = 1. Para un modelo multidobletes de Higgs, esta
relacio´n puede convertirse en
m2w
ρ cos2 θw
ζzwwζ
z
ww −
∑
η0
χη
0
wwχ
η0
ww = 0. (B.38)
Por lo tanto cualquier teor´ıa con un sector de Higgs extendido cumple esta restriccio´n, y por tanto hace de la
dispersio´n de bosones vectoriales polarizados longitudinalmente un procesos unitario si:
Se satisfacen las reglas de suma unitarias
∑
η0 χ
η0
wwχ
η0
ww = χHwwχ
H
ww, con η
0 todos los bosones de Higgs
neutros de CP -par del modelo extendido, y H el boso´n de Higgs minimal.
Protege la simetr´ıa de custodia3 a nivel a´rbol ρ = 1.
Existe as´ı una relacio´n entre los limitantes teo´ricos de los modelos ma´s alla del SM con sectores extendidos
de Higgs, ya que para el proceso particular W+LW
−
L → W+LW−L , la restriccio´n unitaria de las reglas de suma
para los acoples entre los bosones vectoriales y los Higgs neutros (ver la seccio´n 3.7.4), y la restriccio´n prove´ıda
por los l´ımites de precisio´n para el para´metro ρ, tienen que ser satisfechas simulta´neamente a fin de no tener
contribuciones a la amplitud de dispersio´n provenientes de te´rminos O(E2). Viendo esta sistema´tica en una
manera contraria, se puede establecer que si la unitariedad con contribuciones de sectores de Higgs extendidos
3En realidad la simetr´ıa de isoesp´ın protege restringe el valor de este para´metro incluso en las siguientes correcciones radiativas.
Con las contribuciones
ρ ≡ m
2
w
m2z cos2 θw
=
∑
T,Y
[
4T (T + 1) − Y 2] |VT,Y |2cT,Y∑
T,Y 2Y
2|VT,Y |2 . (B.39)
donde VT,Y = 〈φ(T, Y )〉 define los valores esperados en el vac´ıo de cada campo de Higgs neutro, y T e Y especifica el
isoesp´ın total SU(2)L y la hipercarga de la representacio´n de Higgs en que esta reside. Los coeficientes cT,Y especifica si la
representacion es compleja o real. Se define una representacio´n real que consiste de un multiplete real con isoesp´ın entero e
Hipercarga Y = 0. La simetr´ıa de custodia como simetr´ıa aproximada (presente solo en el potencial) guarda un esquema de
rompimiento SU(2)R × SU(2)L → SU(2)V (V vectorial diagonal) cuando ocurre el SSB [69, 80].
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a nivel a´rbol -es respetada-, el para´metro ρ debe ser la unidad a este nivel de los ca´lculos de dicho elemento
matricial particular.
As´ı la contribucio´n total asociada a la dispersio´n W+LW
−
L → W+LW−L queda finalmente descrita a trave´s de
te´rminos de orden O(E0)
M = − m
4
z
2m4w
(
t
s
+
s
t
)
ζzwwζ
z
ww −
(m2h − 4m2w)
4m4w
χhwwχ
h
ww. (B.40)
Para un sector extendido de Higgs, esta amplitud puede describirse a trave´s de:
M = − m
2
z
2ρm2w cos
2 θw
(
t
s
+
s
t
)
ζzwwζ
z
ww −
∑
η0
χη
0
wwχ
η0
ww
(m2η0 − 4m2w)
4m4w
. (B.41)
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APE´NDICE C
AMPLITUD FF¯ → FF¯
Consideremos el ca´lculo de la amplitud de dispersio´n a nivel a´rbol del proceso f f¯ → f f¯ a trave´s del formalismo
de estados de helicidad donde s >> m2η0 >> m
2
z,m
2
w. Estos desarrollos son fundamentales en las restricciones
unitarias netamente fermio´nicas, en las que se determinan restricciones sobre los acoples de las teor´ıas no
minimales como el 2HDM.
Los diagramas de Feynman con la contribucio´n del Higgs η0 en este nivel son
f¯(p2)
f(p1)
η0
f(p3)
f¯(p4)
η0
f¯(p2) f¯(p4)
f(p1) f(p3)
El elemento matricial, presentado de modo general, esta´ queda descrito por:
M(f f¯ → f f¯) =
∑
η0
(
v¯2iχ
η0
ffu1
1
s−m2
η0
iu¯3χ
η0
ffv4 + v¯2iχ
η0
ffv4
1
t−m2
η0
u¯3iχ
η0
ffu1
)
. (C.1)
La suma se encuentra realizada sobre los diferentes Higgs neutros del modelo (H0, h0 y A0). Los acoples entre
los fermiones pueden ser descitos por medio de un te´rmino “universal” en los diferentes modelos factorizando
a un elemento adimensional “dependiente del modelo”, i.e
χη
0
ff¯
= − gmf
2mw
Ξη
0
ff¯
. (C.2)
En virtud a que Gf =
√
2g2/8M2w, dicha descomposicio´n puede describirse a trave´s de
(
χη
0
ff¯
)2
=
√
2Gfm
2
f
(
Ξη
0
ff¯
)2
. (C.3)
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Con esta parametrizacio´n nuestro elemento matricial toma la forma
M(f f¯ → f f¯) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2(
v¯2u1
1
s−m2
η0
u¯3v4 + v¯2v4
1
t−m2
η0
u¯3u1
)
. (C.4)
Desde un punto de vista general, los eigenespinores en estados de helicidad para coordenadas esfe´ricas polares
tienen la forma funcional [121]:
u↑(p) =
√
E +m

cos θ2
eiφ sin θ2|p|
E+m cos
θ
2|p|
E+me
iφ sin θ2
 , u↓(p) = √E +m

− sin θ2
eiφ cos θ2|p|
E+m sin
θ
2
− |p|E+meiφ cos θ2
 , (C.5a)
v↑(p) =
√
E +m

|p|
E+m sin
θ
2
− |p|E+meiφ cos θ2
− sin θ2
eiφ cos θ2
 , v↓(p) = √E +m

|p|
E+m cos
θ
2|p|
E+me
iφ sin θ2
cos θ2
eiφ sin θ2
 . (C.5b)
Cuyo comportamiento en el l´ımite de altas energ´ıas esta´ dado por:
u↑(p) =
√
E

cos θ2
eiφ sin θ2|p|
E cos
θ
2|p|
E e
iφ sin θ2
 , u↓(p) = √E +m

− sin θ2
eiφ cos θ2|p|
E sin
θ
2
− |p|E eiφ cos θ2
 , (C.6a)
v↑(p) =
√
E +m

|p|
E sin
θ
2
− |p|E eiφ cos θ2
− sin θ2
eiφ cos θ2
 , v↓(p) = √E +m

|p|
E cos
θ
2|p|
E e
iφ sin θ2
cos θ2
eiφ sin θ2
 (C.6b)
Desde el punto de vista cinema´tico establecemos el siguiente sistema de referencia en coordenadas esfe´ricas
(r, θ, φ):
êz
êx
f¯(p2)f(p1)
f¯(p4)
f(p3)
θ
θ
Figura C.1.: Sistema de referencia para la evaluacio´n cinema´tica del proceso f f¯ → f f¯ .
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El estado inicial del fermio´n puede ser tanto de helicidad de mano derecha o de mano izquierda (restringiendo
toda la cinema´tica a un plano al tomar φ = 0), obtenemos:
u↑(p1) =
√
E

1
0
1
0
 ; u↓(p1) = √E

0
1
0
−1
 , (C.7)
y para el estado final del antifermio´n (θ = pi):
v↑(p2) =
√
E

1
0
−1
0
 ; v↓(p2) = √E

0
1
0
1
 . (C.8)
Ahora para los estados finales de los fermiones, (escogiendo φ = 0):
u↑(p) =
√
E

cos θ2
sin θ2
cos θ2
sin θ2
 , u↓(p) = √E

− sin θ2
cos θ2
sin θ2
− cos θ2
 , (C.9)
mientras que para el antifermio´n tenemos (θ → pi − θ y φ = pi):
v↑(p) =
√
E

cos θ2
sin θ2
− cos θ2
− sin θ2
 , v↓(p) = √E

sin θ2
− cos θ2
sin θ2
− cos θ2
 . (C.10)
Miremos a continuacio´n los diferentes estados de polarizacio´n que pueden ocurrir en este proceso. As´ı para
f↑f¯↑ → f↑f¯↑ y para acoples escalares con bosones de Higgs CP-par, nuestro elemento matricial puede escribirse
por medio de
M(f↑f¯↑ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2(
v¯2↑u1↑
1
s−m2
η0
u¯3↑v4↑ + v¯2↑v4↑
1
t−m2
η0
u¯3↑u1↑
)
. (C.11)
As´ı uno por uno los productos respectivos, para los estados iniciales, son
v¯2↑u1↑ = v
†
2↑γ
0u1↑ = E
(
1, 0,−1, 0)

1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


1
0
1
0
 ,
= E
(
1, 0, 1, 0
)
1
0
1
0
 = 2E. (C.12)
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Para el producto de los estados finales
u¯3↑v4↑ = u
†
3↑γ
0v4↑ = E
(
cos θ2 , sin
θ
2 , cos
θ
2 , sin
θ
2
)
1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


cos θ2
sin θ2
− cos θ2
− sin θ2
 ,
= E
(
cos θ2 , sin
θ
2 ,− cos θ2 ,− sin θ2
)
cos θ2
sin θ2
− cos θ2
− sin θ2
 = 2E. (C.13)
De igual forma tenemos para la mezcla de los estados iniciales y finales de los antifermiones:
v¯2↑v4↑ = v
†
2γ
0v4 = E
(
1, 0,−1, 0)

1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


cos θ2
sin θ2
− cos θ2
− sin θ2
 ,
= E
(
1, 0, 1, 0
)
cos θ2
sin θ2
− cos θ2
− sin θ2
 = 0. (C.14)
Para los productos concernientes al antifermio´n final seguimos un procedimiento similar:
u¯3↑u1↑ = u
†
3↑γ
0u1↑ = E
(
cos θ2 , sin
θ
2 , cos
θ
2 , sin
θ
2
)
1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


1
0
1
0
 ,
= E
(
cos θ2 , sin
θ
2 ,− cos θ2 ,− sin θ2
)
1
0
1
0
 = 0. (C.15)
Con esto mostramos que para los acoples escalares CP-par y fermiones
M(f↑f¯↑ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
ξη
0
ff¯
)2( 4s
s−m2
η0
)
. (C.16)
Con un procedimiento ana´logo, se llega a que
M(f↓f¯↓ → f↓f¯↓) = 0. (C.17)
Consideremos un canal mixto (en los estados de helicidad) para la amplitud de dispersio´n con la estructura
M(f↓f¯↓ → f↑f¯↑) = −8G2fm2fM2w
∑
η0
(
ξη
0
ff¯
)2(
v¯2↓u1↓
1
s−m2
η0
u¯3↑v4↑ + v¯2↓v4↑
1
t−m2
η0
u¯3↑u1↓
)
. (C.18)
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Los nuevos productos entre eigenespinores tienen la forma
v¯2↓u1↓ = v
†
2↓γ
0u1↓ = E
(
0, 1, 0, 1
)
1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


0
1
0
−1
 ,
= E
(
0, 1, 0,−1)

0
1
0
−1
 = 2E. (C.19)
v¯2↓v4↑ = v
†
2↓γ
0v4↑ = E
(
0, 1, 0, 1
)
1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


cos θ2
sin θ2
− cos θ2
− sin θ2
 ,
= E
(
0, 1, 0,−1)

cos θ2
sin θ2
− cos θ2
− sin θ2
 = 2E sin θ2 . (C.20)
Sabiendo que u¯3↑v4↑ = 2E y en adicio´n
u¯3↑u1↓ = u
†
3↑γ
0u1↓ = E
(
cos θ2 , sin
θ
2 , cos
θ
2 , sin
θ
2
)
1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


1
0
−1
0

= E
(
cos θ2 , sin
θ
2 ,− cos θ2 ,− sin θ2
)
0
1
0
−1
 = 2E sin θ2 . (C.21)
Con el uso de estos resultados, el elemento matricial asociado toma la forma
M(f↓f¯↓ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
ξη
0
ff¯
)2( 4E2
s−m2
η0
+
4E2 sin2 θ2
t−m2
η0
)
= −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
ξη
0
ff¯
)2( 4E2
s−m2
η0
+
2E2(1− cos θ)
t−m2
η0
)
. (C.22)
En el sistema de referencia descrito, las variables de Mandelstam (bajo la suposicio´n de mf1 = mf2 y mf3 =
mf4
1) esta´n descritas por
1Para cualquier combinacio´n de estados inciales, tenemos en la variable de Mandelstam s, lo siguiente
s = (p1 + p2)
2 = m2f1 +m
2
f2
+ 2E1cmE2cm + 2E1cmE2cm
√
1− m
2
f2
E22cm
− m
2
f1
E21cm
+
m2f1m
2
f2
E1cmE2cm
.
En l´ımite de altas energ´ıas s→ E2cm.
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s = (p1 + p2)
2 = 2m2f + 2p1 · p2 = 2m2f + 2
E2cm
4
− 2(p1cm · p2cm) = 2m2f +
E2cm
2
− 2|p1cm|2 cos θ12
= 2m2f +
E2cm
2
+ 2
(
E2cm
4
−m2f
)
= E2cm. (C.23)
t = (p1 − p3) = m2f1 +m2f3 − 2p1 · p3 = m2f1 +m2f3 − 2
(
E2cm
4
− (p1cm · p3cm)
)
,
= m2f1 +m
2
f3 − 2
(
E2cm
4
− |p1cm||p3cm| cos θ
)
= m2f1 +m
2
f3 − 2
(
E2cm
4
−
√(
E2cm
4
−m2f1
)(
E2cm
4
−m2f3
)
cos θ
)
. (C.24)
Reemplazando el valor de la variable de Mandelstam s en la relacio´n para t, obtenemos
t = m2f1 +m
2
f3 − 2
(
s
4
−
√(s
4
−m2f1
)(s
4
−m2f3
)
cos θ
)
,
= m2f1 +m
2
f3 −
s
2
(
1−
√
1− 4
s
(m2f1 +m
2
f3
) +
16
s2
m2f1m
2
f3
cos θ
)
. (C.25)
En l´ımite altas energ´ıas esta expresio´n toma la forma
t = −s
2
(1− cos θ) . (C.26)
Con estos tratamientos nuestro elemento de matriz (C.22), expresado a trave´s de s y t, toma la forma
M(f↓f¯↓ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0
(
Ξη
0
ff¯
)2( 4s
s−m2
η0
− 4t
t−m2
η0
)
. (C.27)
De la misma forma se puede mostrar que el siguiente canal mixto cumple con
M(f↑f¯↓ → f↓f¯↓) = 0. (C.28)
Por tanto, las relaciones (C.16) y (C.27) representan las amplitudes de dispersio´n ma´s u´tiles que pueden
emerger del proceso general f f¯ → f f¯ en el l´ımite de altas energ´ıas y de mη0 >> mW ,mz con respecto a la
restriccio´n unitaria sobre los para´metros libres en el sector fermio´nico-escalar del 2HDM, considerado en el
cap´ıtulo 3.
Acoples con A0
Consideremos el siguiente elemento matricial para los acoples pseudoescalares (CP-impar) son 2
M(f↑f¯↑ → f↑f¯↑) = −
√
2Gfm
2
f
∑
η0CP−imp
(
Ξη
0
ff¯
)2(
iv¯2↑γ5u1↑
1
s−m2
η0
iu¯3↑γ5v4↑ + iv¯2↑γ5v4↑
1
t−m2
η0
iu¯3↑γ5u1↑
)
.
(C.29)
2Los acoples entre fermiones pesados y el boso´n de Higgs neutro A0 tienen la forma: A0ff¯ = iγ5Ξ
A0
ff
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En virtud a que los estados de helicidad en el l´ımite de altas energ´ıas son tambie´n estados propios de γ5,
γ5u↑ = +u↑; γ5u↓ = −u↓; γ5v↑ = −v↑; γ5v↓ = +v↓, (C.30)
los productos ahora con γ5 son por ende
v¯2↑γ5u1↑ = v¯2↑u1↑, (C.31a)
u¯3↑γ5v4↑ = −u¯3↑v4↑, (C.31b)
v¯2↑γ5v4↑ = −v¯2↑v4↑, (C.31c)
u¯3↑γ5u1↑ = u¯3↑v4↑. (C.31d)
Reproduciendo as´ı el mismo elemento matricial conseguido para los acoples escalares (C.11). Desde tratamien-
tos similares se puede mostrar que todos los elementos matriciales asociados a los bosones de CP-par coincidien
con los de CP-impar bajo la utilizacio´n de los estados de quiralidad.
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CA´LCULO σ(QQ¯→ W+W−)
Reglas de Feynman
Las siguientes reglas, presentadas aqu´ı desde un punto de vista de la estructura de Lorentz, pueden ser encon-
tradas en Higgs Hunters Guide, Griffiths, Haber y otros. (Nucl. Phys. B 272 (1986) 1, B 278 (1986) 449, B 307
(1988) 445.).
Ve´rtices
W+µ
W−ν
H0
iχH
0
wwgµν
W+µ
W−ν
h0
iχh
0
wwgµν
k+
k−
p
W+α
W−β
Zλ
iζzwwJαβλ
k+
k−
p
W+α
W−β
Aλ
iζγwwJαβλ
Con Jαβλ = [gαβ(k+ − k−)λ − gαλ(p+ k+)β + gβλ(p + k−)α]. Con k+, k− y p los momentos incidentes en el
ve´rtice de interaccio´n.
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q¯q
H0
iχH
0
qq¯
q¯
q
h0
iχh
0
qq¯
q¯
q
Zµ
iηzqq¯γµ (aPL + bPR)
q¯j
qi
Wµ
iηw
qiq¯j
γµ (cPL + dPR)
q¯
q
Aµ
iηγqq¯γµ
Propagadores
H0, h0
p
i
p2−m2
Wµ
p
− i
p2−m2w
(
gµν − (1− ξ) pµpνp2+ξm2w
)
µ ν
Aµ
p
− gµνp2µ ν
Zµ
p
− i
p2−m2z
(
gµν − (1− ξ) pµpνp2−ξm2Z
)
µ ν
H0, h0
p
i(q¯+m)
q2−m2
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Acoples
Quarks tipo Up (Los acoples fermio´nicos para el 2HDM tipo III se encuentran en la parametrizacio´n funda-
mental β = 0).
Acople/Modelo MSM THDM I THDM II THDM III
χη
0
qq¯ − gmq2mw
χH
0
qq¯ − gmq sinα2mw sinβ −
gmq sinα
2mw sinβ
− gmq2mw
(
cosα+
ξqq sinα√
2mq
v
)
χh
0
qq¯ − gmq cosα2mw sinβ −
gmq cosα
2mw sinβ
− gmq2mw
(
− sinα+ ξqq cosα√
2mq
v
)
χη
0
ww gmw
χH
0
ww gmw cos(β − α) gmw cos(β − α) gmw cos(β − α)
χh
0
ww gmw sin(β − α) gmw sin(β − α) gmw sin(β − α)
Cuadro D.1.: Estructura de acoples en el sector de Higgs para los diferentes modelos minimales y 2HDM
Para quarks tipo Down, es necesario solo cambiar los acoples en el sector de Yukawa del Modelo de Dos
Dobletes de Higgs
Acople/Modelo THDM I THDM II THDM III
χH
0
qq¯ − gmq sinα2mw sinβ −
gmq cosα
2mw cos β
− gmq2mw
(
cosα+
ξqq sinα√
2mq
v
)
χh
0
qq¯ − gmq cosα2mw sinβ
gmq sinα
2mw cos β
− gmq2mw
(
− sinα+ ξqq cosα√
2mq
v
)
Cuadro D.2.: Estructura de acoples para los diferentes modelos minimales y 2HDM I, II y III para los quarks
tipo down
Donde se observa que el cambio significativo ocurre solo en el Modelo de Dos Dobletes de Higgs tipo II. Los
acoples universales del Modelo Esta´ndar esta´n establecidos en la siguiente tabla:
Acople/Modelo Modelo Esta´ndar
ζγww g sin θw
ζzww g cos θw
ηwqiqj −
gUij
2
√
2
ηγqq¯ e
ηzqq¯ − gcos θw
Ca´lculo σ(qq¯ →W+W−)
k2
k1
p2
p1
4
q¯
q
qd
W+µ
W−ν
q¯
q
Zµ, γ
p1
p2
W+µ
W−ν
k1
k2
q¯
q
H0, h0
W+µ
W−ν
p1
p2
k1
k2
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A nivel a´rbol en el THDM, existen 7 diagramas que contribuyen al proceso qq¯ →W+W−. De estos 5 provienen
del background del modelo esta´ndar. De los cuales 2 (figuras de la izquierda) son del canal s con los bosones
vectoriales Z (MI) y foto´n (MII), y 3 (figura del centro) provienen del canal t (MIII) con los tres diferentes
quarks del tipo down (up) en el propagador (s´ı los quarks en las l´ıneas externas son del tipo up (down)). En
este punto consideramos la jerarqu´ıa CKM en donde solo la contribucio´n de los te´rminos diagonal sera tenida
en cuenta para el ca´lculo del modo correspondiente. Para el sector de Higgs, existen dos (figura de la derecha)
contribuciones de los Higgs neutros del modelo THDM, debidas al Higgs neutro ma´s pesado H0 (MIV ) y al
Higgs ma´s liviano h0 (MV ). El Higgs pseudoescalar A0 tendr´ıa una contribucio´n asociada si la teor´ıa violara
explic´ıtamente CP , lo cual no es el caso que aqu´ı se tendra´ en cuenta.
Consideramos el R-gauge de Feynman-t’Hooft, donde los propagadores tienen la forma ya establecida en
nuestras reglas diagrama´ticas y las relaciones boso´nicas entre los vectores de polarizacio´n son funciones inde-
pendientes del cuadrimomentum [24]1. La manera de abordar los ca´lculos concernientes introduce para cada
amplitud invariante la contribucio´n de la emisio´n de los bosones de Goldstone G+ y G− en ese canal. Por
tanto, esta sistema´tica conduce al comportamiento a altas energ´ıas del proceso qq¯ → W+LW−L y genera el
marco propicio en el ana´lisis de la verdadera influencia ante el mecanismo de dispersio´n global.
Contribucio´n de Z
La amplitud invariante, en el gauge de Feynman-t’Hooft, para el canal del boso´n Z es
iMI = v¯(p2, σ2)iηzff¯γσ (cv − caγ5)u(p1, σ1)
−i
q2 −m2z
(
gσλ
)
∗µ(k1, λ1)iζzwwJµνλ
∗ν(k2, λ2). (D.1)
Con σi el estado de helicidad de esp´ın de los fermiones y λi el estado de polarizacio´n de los bosones. Aqu´ı q¯ =
γσqσ. Con el fin de simplificar la notacio´n, haremos las siguientes definiciones; v¯2 ≡ v¯(p2, σ2), u1 ≡ u(p1, σ1),
µ(k1, λ1) ≡ µ1 y ν(k2, λ2) ≡ ν2 .
Con esto el elemento matricial toma la forma
MI =
ηz
ff¯
ζzww
q2 −m2z
v¯2γ
λ (cv − caγ5)u1∗µ1 Jµνλ∗ν2 . (D.2)
El elemento al cuadrado no-polarizado (aqu´ı se promedia sobre los estados iniciales y se suma sobre los finales),
queda descrito por
〈MIM∗I〉 =
(
ηz
ff¯
)2
(ζzww)
2
(q2 −m2z)2
1
2
1
2
∑
σ1σ2
∑
λ1λ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2]
[
∗µ1 Jµνλ
∗ν
2 
α
1Jαβσ
β
2
]
. (D.3)
Aqu´ı Q1 = γλ (cv − caγ5) y Q2 = γσ (cv − caγ5). Examinemos el te´rmino fermio´nico
∑
σ1σ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2] =
∑
σ2
[v¯2Q1 (p¯1 +mu)Q2v2] = Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] . (D.4)
Utilizando las propiedades de las matrices quirales podemos expandir dicha traza, obteniendo
1Esto se convierte en una forma de ver el comportamiento de los procesos dispersivos que cumplan con la condicio´n de uni-
tariedad en el re´gimen de altas energ´ıas, ya que el comportamiento fuerte es atribuido a los bosones vectoriales polarizados
longitudinalmente.
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Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] = Tr
[
(p¯2 −mu)γλ (cv − caγ5) (p¯1 +mu)γσ (cv − caγ5)
]
= c2vTr
[
p¯2γ
λp¯1γ
σ
]
+ c2aTr
[
p¯2γ
λp¯1γ
σ
]
−m2uc2vTr
[
γλγσ
]
+m2uc
2
aTr
[
γλγσ
]
. (D.5)
Para los estados boso´nicos, tenemos la relacio´n en el gauge de Feynman t’Hooft
∑
λ1λ2
µ∗1 
α
1 
ν∗
2 
β
2 = g
µαgνβ . (D.6)
As´ı el elemento matricial cuadrado en te´rminos de las variables de Mandelstam toma la forma
〈MIM∗I〉 =
1
4
(
ηz
ff¯
)2
(ζzww)
2
(s−m2z)2
A(s, t). (D.7)
Donde la funcio´n A(s, t), tiene la forma
A(s, t) = −4
[
c2a(5m
4
u −m2u(22m2w + 15s + 10t) + 5m4w + 2m2w(s− 5t) + 4s2 + 5st+ 5t2)
+ c2v(5m
4
u +m
2
u(14m
2
w + 3s − 10t) + 5m4w + 2m2w(s− 5t) + 4s2 + 5st+ 5t2)
]
. (D.8)
La seccio´n eficaz diferencial2 queda descrita por
dσA
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIM∗I〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηz
ff¯
)2
(ζzww)
2
(s−m2z)2
A(s, t). (D.10)
Y as´ı la seccio´n eficaz toma la forma
σA(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηz
ff¯
)2
(ζzww)
2
(s−m2z)2
A(s), (D.11)
con A(s) definida a trave´s de
A(s) ≡
∫ t0
t1
A(s, t)dt = −1
3
βws
[
c2a(s(5β
2
ws+ 84m
2
w + 33s)− 24m2u(16m2w + 5s))
+ c2v(s(5β
2
ws+ 84m
2
w + 33s) + 48m
2
u(m
2
w + 2s))
]
. (D.12)
2La seccio´n eficaz diferencial en una dispersio´n de dos cuerpos en te´rminos de la variable de Mandelstam t esta´ definida como
[47]
dσ
dt
=
1
64pis
1
|p1cm|2 |M|
2 (D.9)
Los l´ımites de integracio´n asociados son las restricciones cinema´ticas de los diferentes procesos t0,1 = m
2
1+m3− s2 (1±βw) con
βw =
√
1− 4(m
2
1+m
2
3)
s
+
16m21m
2
3
s2
y t0 > t1
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Contribucio´n del foto´n
La amplitud invariante asociada a este canal esta´ dada por
iMII = v¯(p2, σ2)iηγqq¯u(p1, σ1)
−igσλ
q2
∗µ(k1, λ1)iζγwwJµνλ
∗ν(k2, λ2). (D.13)
Este elemento matricial coincide con el asociado al canal z (relacio´n (D.2) para ca = 0 y cv = 1 con un
propagador vectorial no masivo en el gauge Feynman t’Hooft). Por lo tanto, podemos extrapolar el ca´lculo
asociado a la contribucio´n de z para el canal del foto´n. Esto produce el elemento matricial al cuadrado,
〈MIIM∗II〉 =
1
4
(
ηγ
ff¯
)2
(ζγww)
2
s2
B(s, t). (D.14)
Con B(s, t) = A(s, t) para ca = 0 y cv = 1. Esto conlleva, despue´s de un conjunto de simplificaciones, a que
B(s, t) tome la forma
B(s, t) = −4 [5m4u +m2u(14m2w + 3s − 10t) + 5m4w + 2m2w(s − 5t) + 4s2 + 5st+ 5t2] . (D.15)
Con esto la seccio´n eficaz diferencial adquiere la estructura
dσB
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIIM∗II〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηγ
ff¯
)2
(ζγww)
2
s2
B(s, t). (D.16)
Por tanto la seccio´n eficaz toma la forma,
σB(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηγ
ff¯
)2
(ζγww)
2
s2
B(s). (D.17)
Con B(s) definida a trave´s de
B(s) ≡
∫ t0
t1
B(s, t)dt
= −1
3
βws
[
s((5β2w + 33)s + 84m
2
w) + 48m
2
u(m
2
w + 2s)
]
. (D.18)
Contribucio´n de los te´rminos con quarks tipo down (up) en el propagador
La amplitud invariante, asociada a este canal, esta´ dada por
iMIII = v¯(p2, σ2)iηwqiqjγν(1− γ5)∗ν(k2, λ2)
i(q¯ +md)
q2 −m2d
∗µ(k1, λ1)iηwqiqjγµ(1− γ5)u(p1, σ1). (D.19)
Utilizando la notacio´n introducida en el aparte del ca´lculo de la contribucion del canal Z, y reorganizando
estos te´rminos, tenemos
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MIII = −
(
ηwqiqj
)2
q2 −m2d
v¯2γν(1− γ5)(q¯ +md)γµ(1− γ5)u1
[
∗ν2 
∗µ
1
]
.
(D.20)
Esta amplitud invariante esta´ destinada a determinar una seccio´n eficaz no-polarizada, para ello promediamos
sobre los estados iniciales y sumamos sobre los finales. El elemento matricial al cuadrado queda establecido
as´ı por
〈MIIIM∗III〉 =
(
ηwqiqj
)4
(
q2 −m2d
)2 12 12 ∑
σ1σ2
∑
λ1λ2
v¯2Qνµu1u¯1Qβαv2
[
∗ν2 
∗µ
1 
α
1 
β
2
]
. (D.21)
Evaluemos la suma sobre los estados fermio´nicos
∑
σ1σ2
v¯2Q1u1u¯1Q2v2 =
∑
σ2
v¯2Q1 (p¯1 +mu)Q2v2 = Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] . (D.22)
Al expandir esta traza en te´rminos de Q1 = γν(1−γ5)(q¯+md)γµ(1−γ5) y Q2 = γβ(1−γ5)(q¯+md)γα(1−γ5),
y utilizando las propiedades de las matrices de Dirac, se llega finalmente a:
Tr→ 8Tr [p¯2γν q¯γµp¯1γβ q¯γα] + 4mdmuTr [p¯2γνγµγβ q¯γα] + 2m2dTr [p¯2γνγµγβ q¯γα]− 2mumdTr [p¯2γν q¯γµγβγα] .
(D.23)
Utilizando la relacio´n para los estados boso´nicos (D.6) y realizando las contracciones respectivas , nuestro
elemento matricial al cuadrado toma la forma
〈MIIIM∗III〉 =
1
4
(
ηwqiqj
)4
(
q2 −m2d
)2 gµαgνβTr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2]
=
1
4
(
ηwqiqj
)4
(
t−m2d
)2 C(s, t). (D.24)
Con C una funcio´n dependiente de las variables de Mandelstam, y definida a trave´s de la contraccio´n de la
suma sobre de los estados boso´nicos con la traza debida al promedio de los estados iniciales fermio´nicos:
C(s, t) = −16 [m2d(2m2u − s) +mdmu(m2u −m2w + t) + 8t(s− 2m2u)] . (D.25)
Si tomamos la definicio´n de la seccio´n eficaz diferencial con respecto a t, tenemos
dσC
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIIIM∗III〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηwqiqj
)4
(
t−m2d
)2C(s, t). (D.26)
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As´ı
σC =
(
ηwqiqj
)4
64pis(s − 4m2u)
∫ t0
t1
C(s, t)(
t−m2d
)2dt =
(
ηwqiqj
)4
64pis(s− 4m2u)
C(s), (D.27)
donde C(s) esta´ definido a trave´s de:
C(s) = 16
[
log
(
m2d − t0
m2d − t1
)
(16m2u −mdmu − 8s)
+
(
1
m2d − t0
− 1
m2d − t1
)
(14m2dm
2
u − 7m2ds−mdm3u −m3dmu +mdmum2w)
]
. (D.28)
Contribucio´n del Higgs H0
La amplitud invariante asociada es
iMIV = v¯(p2, σ2)iχH0ff¯ u(p1, σ1)
i
q2 −m2
H0
∗µ(k1, λ1)iχH
0
wwgµν
∗ν(k2, λ2). (D.29)
Cuyo elemento al cuadrado, promediado sobre los estados iniciales y sumado sobre los finales, esta´ dado por
〈MIVM∗IV 〉 =
1
4
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
ww
)2
(
q2 −m2
H0
)2 ∑
σ1σ2
∑
λ1λ2
[v¯2u1u¯1v2]
[
∗µ1 
∗
2µ
∗ν
1 
∗
2ν
]
=
1
4
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
ww
)2
(
q2 −m2
H0
)2 Tr [(p¯2 −mu)(p¯1 +mu)] gµνgµν
=
1
4
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
ww
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s, t), (D.30)
con
D(s, t) = 4 (4p1 · p2 − 4m2u) . (D.31)
Desde el uso de las variables de Mandelstam, se obtiene finalmente
D(s, t) = 4 (4s− 12m2u) . (D.32)
Para la seccio´n eficaz diferencial tenemos
dσD
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIVM∗IV 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
ww
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s, t). (D.33)
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Por lo tanto σD, adquiere la forma
σD =
1
64pis(s − 4m2u)
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
ww
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s), (D.34)
donde
D(s) ≡
∫ t0
t1
D(s, t)dt = 4βws
(
4s− 12m2u
)
. (D.35)
Contribucio´n del Higgs h0
Para este canal tenemos la amplitud invariante 3
iMV = v¯(p2, σ2)iχh0ff¯u(p1, σ1)
i
q2 −m2
h0
∗µ(k1, λ1)iχh
0
wwgµν
∗ν(k2, λ2). (D.36)
Al seguir un procedimiento similar dada para la contribucio´n de H0, el elemento matricial al cuadrado es
〈MVM∗V 〉 =
1
4
(
χh
0
ff¯
)2 (
χh
0
ww
)2
(
s−m2
h0
)2 E(s, t), (D.37)
con
E(s, t) = 4 (4s− 12m2u) . (D.38)
As´ı la seccio´n eficaz diferencial
dσE
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MVM∗V 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
χh
0
ff¯
)2 (
χh
0
ww
)2
(
s−m2
h0
)2 E(s, t). (D.39)
As´ı σE , adquiere la forma
σE =
1
64pis(s − 4m2u)
(
χh
0
ff¯
)2 (
χh
0
ww
)2
(
s−m2
h0
)2 E(s), (D.40)
donde
E(s) ≡
∫ t0
t1
E(s, t)dt = 4βws
(
4s − 12m2u
)
. (D.41)
3Para esta contribucio´n solo es necesario cambiar, en el canal de H0, los acoples de Yukawa y del sector Boso´nico de la interaccio´n
con el Higgs.
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Te´rminos de interferencia
Contribucio´n Z-foto´n
Siguiendo el procedimiento del ca´lculo para el elemento individual matricial al cuadrado del canal Z, se establece
que la contribucio´n no-polarizada de este canal de interferencia es
〈MIM∗II〉 =
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzwwζ
γ
ww
(q2 −m2z) q′2
1
2
1
2
∑
σ1σ2
∑
λ1λ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2]
[
∗µ1 Jµνλ
∗ν
2 
α
1Jαβσ
β
2
]
, (D.42)
aqu´ı Q1 = γλ (cv − caγ5) y Q2 = γσ. La suma sobre los estados fermio´nicos reproduce la traza
Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] = Tr
[
(p¯2 −mu)γλ (cv − caγ5) (p¯1 +mu)γσ
]
= cvTr [p¯2γλp¯1γσ]−m2uTr [γλγσ] . (D.43)
Realizando la suma sobre los estados boso´nicos con la relacio´n (D.6), se llega a que este elemento matricial
toma la forma
〈MIM∗II〉 =
1
4
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzwwζ
γ
ww
(q2 −m2z) q′2
[JµνλJαβσ] g
µαgνβTr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] ,
=
1
4
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzwwζ
γ
ww
(s−m2z) s
F(s, t). (D.44)
Con F(s, t) dependiente de las variables de Mandelstam:
F(s, t) = −4cv
[
5m4u +m
2
u(14m
2
w + 3s − 10t) + 5m4w + 2m2w(s− 5t) + 4s2 + 5st+ 5t2
]
. (D.45)
Por lo tanto la seccio´n eficaz -asociada a este canal- queda determinada por
dσF
dt
=
1
16pis(s− 4m2u)
〈MIM∗II〉
=
1
64pis(s− 4m2u)
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzwwζ
γ
ww
(s−m2z) s
F(s, t). (D.46)
La contribucio´n a la seccio´n eficaz es por ende
σF =
1
64pis(s− 4m2u)
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzwwζ
γ
ww
(s−m2z) s
F(s), (D.47)
con
F(s) ≡
∫ t0
t1
F(s, t)dt
= −1
3
βwcvs
[
s2(5β2w + 33) + 84s
2m2w + 48m
2
u(m
2
w + 2s)
]
. (D.48)
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Contribucio´n Z-propagador tipo down (up)
Utilizando las amplitudes invariantes (D.2) y (D.20), podemos construir el elemento matricial al cuadrado de
la forma
〈MIM∗III〉 = −
1
4
(
ηwqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
ww
(s −m2z)(t−m2d)
∑
σ1σ2
∑
λ1λ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2]
[
∗µ1 Jµνλ
∗ν
2 
α
1 
β
2
]
. (D.49)
Cuya notacio´n es invocada para reproducir una seccio´n eficaz no-polarizada. Aqu´ı Q1 y Q2 tienen la forma
funcional:
Q1 = γλ(cv − caγ5),
Q2 = γν(1− γ5)(q¯ +md)γµ(1− γ5).
Al realizar la suma sobre los estados fermio´nicos, se encuentra que
∑
σ1σ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2] = Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2]
= 2cvTr [p¯2γλp¯1γβ q¯γα] + 2caTr [p¯2γλp¯1γβ q¯γα]
− 2m2ucvTr [γλγβ q¯γα] + 2m2ucaTr [γλγβ q¯γα] . (D.50)
Considerando la relacio´n de completez para los estados boso´nicos (D.6), el elemento matricial al cuadrado
toma la forma
〈MIM∗III〉 = −
1
4
(
ηwqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
ww
(s −m2z)(t−m2d)
Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] Jµνλgµαgνβ
=
1
4
(
ηwqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
ww
(s−m2z)(t−m2d)
G(s, t), (D.51)
con
G(s, t) = 16
[
ca(4m
4
u +m
2
u(−5m2w + s− 5t) +m4w −m2w(s+ 2t) + t(3s+ t))
+ cv(−2m4u +m2u(m2w + s+ t) +m4w −m2w(s+ 2t) + t(3s + t))
]
. (D.52)
La seccio´n eficaz diferencial es por tanto
dσG
dt
= − 1
16pis(s − 4m2u)
〈MIM∗III〉
= − 1
64pis(s − 4m2u)
(
ηwqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
ww
(s−m2z)
(
t−m2d
)G(s, t). (D.53)
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σG = −
1
16pis(s− 4m2u)
∫ t0
t1
〈MIM∗III〉dt
= − 1
64pis(s− 4m2u)
(
ηwqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
ww
(s−m2z)
G(s), (D.54)
donde
G(s) ≡
∫ t0
t1
1
t−m2d
G(s, t)dt
= 16(t0 − t1)(ca(m2d − 5m2u − 2m2w + 3s) + cv(m2d +m2u − 2m2w + 3s))
+ 16 log
(
t0 −m2d
t1 −m2d
)[
ca(m
4
d +m
2
d(−5m2u − 2m2w + 3s) + (m2u −m2w)(4m2u −m2w + s))
+ cv(m
4
d +m
2
d(m
2
u − 2m2w + 3s)− (m2u −m2w)(2m2u +m2w − s))
]
+ 8(t20 − t21) (ca + cv) . (D.55)
Contribucio´n Z-H0
Desde los elementos matriciales individuales correspondientes (D.2) y (D.29), podemos llegar a que la con-
tribucio´n de este canal de interferencia puede describirse a trave´s de
〈MIM∗IV 〉 = −
1
4
ηz
ff¯
ζzwwχ
H0
ff¯
χH
0
ww
(q2 −m2z)
(
q′2 −m2
H0
) ∑
σ1σ2
∑
λ1λ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2]
[
∗µ1 Jµνλ
∗ν
2 
α
1 2α
]
, (D.56)
con Q1 = γλ (cv − caγ5) y Q2 = 1. En virtud a los procedimientos anteriores, este te´rmino puede convertirse
en
〈MIM∗IV 〉 = −
1
4
ηz
ff¯
ζzwwχ
H0
ff¯
χH
0
ww
(q2 −m2z)
(
q
′2 −m2
H0
)Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2]Jµνλgµαgνα. (D.57)
La traza correspondiente es
Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] = Tr
[
(p¯2 −mu)γλ (cv − caγ5) (p¯1 +mu)
]
= 4cvmup2λ − 4cvmup1λ. (D.58)
Este elemento matricial puede escribirse, en te´rminos de las variables de Mandelstam, a trave´s de
〈MIM∗IV 〉 = −
1
4
ηz
ff¯
ζzwwχ
H0
ff¯
χH
0
ww
(s−m2z)
(
s−m2
H0
)H(s, t), (D.59)
con
H(s, t) = 12cvmu(2m2u + 2m2w − s− 2t). (D.60)
173
D. Ca´lculo σ(qq¯ →W+W−)
Con la seccio´n eficaz diferencial
dσH
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIM∗IV 〉
= − 1
64pis(s − 4m2u)
ηz
ff¯
ζzwwχ
H0
ff¯
χH
0
ww
(s−m2z)
(
s−m2
H0
)H(s, t). (D.61)
En virtud a los l´ımites de integracio´n, la seccio´n eficaz asociada es nula,
σH = 0. (D.62)
Contribucio´n Z-h0
El elemento matricial al cuadrado, en te´rminos de variables de Mandelstam, tiene la forma
〈MIM∗V 〉 = −
1
4
ηz
ff¯
ζzwwχ
h0
ff¯
χh
0
ww
(s−m2z)
(
s−m2
h0
)I(s, t). (D.63)
Con
I(s, t) = 12cvmu(2m2u + 2m2w − s− 2t). (D.64)
Con la seccio´n eficaz diferencial
dσI
dt
= − 1
16pis(s − 4m2u)
〈MIM∗V 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
ηz
ff¯
ζzwwχ
h0
ff¯
χH
0
ww
(s−m2z)
(
s−m2
h0
)I(s, t). (D.65)
En virtud a los l´ımites de integracio´n, la seccio´n eficaz asociada es nula,
σI = 0. (D.66)
Contribucio´n foto´n-propagador tipo down (up)
Utilizando un procedimiento ana´logo al conseguido para el canal de z-propagador fermio´nico, se llega a que el
elemento matricial asociado a la interferencia foto´n-propagador tipo down (up) es
〈MIIM∗III〉 = −
1
4
(
ηwqiqj
)2
ηγqq¯ζ
γ
ww
s(t−m2d)
J (s, t), (D.67)
con J (s, t) = G(s, t) para cv = 1 y ca. As´ı, despue´s de un conjunto de simplificaciones, se llega a que J (s, t)
tiene la estructura
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J (s, t) = 16
[
cv(−2m4u +m2u(m2w + s+ t) +m4w −m2w(s+ 2t) + t(3s+ t))
]
. (D.68)
Y as´ı la seccio´n eficaz asociada toma la forma
σJ =
1
16pis(s − 4m2u)
∫ t0
t1
〈MIIM∗III〉dt
= − 1
64pis(s− 4m2u)
(
ηwqiqj
)2
ηγqq¯ζ
γ
ww
s
J (s), (D.69)
donde
J (s) ≡
∫ t0
t1
1
t−m2d
J (s, t)dt
= 16(t0 − t1)(cv(m2d +m2u − 2m2w + 3s))
+ 16 log
(
t0 −m2d
t1 −m2d
)[
cv(m
4
d +m
2
d(m
2
u − 2m2w + 3s)− (m2u −m2w)(2m2u +m2w − s))
]
+ 8(t20 − t21)cv.
(D.70)
Contribucio´n foto´n-H0
Siguiendo el me´todo dado para la interferencia entre Z y H0, se puede concluir que este canal llega a tener la
contribucio´n nula, i.e
σK = 0. (D.71)
Contribucio´n foto´n-h0
Desde la contribucio´n anterior, se establece que
σL = 0. (D.72)
Contribucio´n Propagador Fermio´nico tipo down (up)-H0
Desde las amplitudes invariantes (D.20) y (D.36), se puede llegar a que esta interferencia puede describirse por
〈MIIIM∗IV 〉 =
1
4
(
ηwqiqj
)2
χH
0
ff¯
χH
0
ww
(q2 −m2d)(q′2 −m2H0)
∑
σ1σ2
∑
λ1λ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2]
[
∗µ1 
∗ν
2 
α
1 2α
]
. (D.73)
Aqu´ı Q1 = 1, Q2 = γα(1− γ5)(q¯+md)γβ(1− γ5). Al usar el truco de Cassimir y la relacio´n de completez para
los bosones, este elemento matricial al cuadrado toma la forma
〈MIIIM∗IV 〉 =
1
4
(
ηwqiqj
)2
χH
0
ff¯
χH
0
ww
(q2 −m2d)(q′2 −m2H0)
Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] gµαgνα. (D.74)
175
D. Ca´lculo σ(qq¯ →W+W−)
Al evaluar esta traza explic´ıtamente, se tiene
Tr [(p¯2 −mu)(p¯1 +mu)Q2] = Tr
[
(p¯2 −mu)γα(1− γ5)(q¯ +md)γβ(1− γ5)
]
= 2mµTr
[
p¯2γ
β q¯γα
]
− 2muTr
[
p¯1γ
β q¯γα
]
= 8mu(−gαβp2 · q + pβ2q + pα2 qβ)− 8mu(−gαβp1 · q + pβ1qα + pα1 qβ). (D.75)
Las contracciones respectivas llevan a que la contribucio´n a la seccio´n eficaz diferencial esta´ dada por
dσM
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIVM∗III〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηw
fif¯j
)2
χH
0
ff¯
χH
0
ww(
t−m2d
) (
s−m2
H0
)M(s, t). (D.76)
Con
M(s, t) = 16mu(m2u −m2w + t). (D.77)
Con esto la seccio´n eficaz es
σM =
1
16pis(s − 4m2u)
∫ t0
t1
〈MIVM∗III〉dt
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηw
fif¯j
)2
χH
0
ff¯
χH
0
ww(
s−m2
H0
) M(s), (D.78)
donde
M(s) ≡
∫ t0
t1
1
t−m2d
M(s, t)dt
= 16mu
[
(m2d +m
2
u −m2w) log
(
t0 −m2d
t1 −m2d
)
+ (t0 − t1)
]
(D.79)
Contribucio´n Propagador Fermio´nico tipo down (up)-h0
Desde el canal anterior podemos llegar fa´cilmente a que la seccio´n eficaz correspondiente a este modo esta´ dada
por
σN =
1
16pis(s − 4m2u)
∫ t0
t1
〈MIVM∗III〉dt
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηw
fif¯j
)2
χh
0
ff¯
χh
0
ww(
s−m2
h0
) N (s), (D.80)
donde N (s) =M(s).
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Contribucio´n H0 − h0
En virtud a las amplitudes D.29 y D.36, el elemento matricial al cuadrado asociado a la interferencia del Higgs
ma´s pesado con el Higgs ma´s ligero del 2HDM se convierte en
〈MIVM∗V 〉 =
1
4
χH
0
ff¯
χh
0
ff¯
χH
0
wwχ
h0
ww(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
)O(s, t). (D.81)
Con O(s, t) = D(s, t) = E(s, t)
O(s, t) = 4 (4s− 12m2u) . (D.82)
Para la seccio´n eficaz diferencial tenemos
dσO
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIVM∗V 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
χH
0
ff¯
χh
0
ff¯
χH
0
wwχ
h0
ww(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
)O(s, t). (D.83)
As´ı σO
σO =
1
64pis(s − 4m2u)
χH
0
ff¯
χh
0
ff¯
χH
0
wwχ
h0
ww(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
) ′(s), (D.84)
donde
O(s) ≡
∫ t0
t1
O(s, t)dt = 4βws
(
4s− 12m2u
)
. (D.85)
Seccio´n eficaz en el 2HDM
La seccio´n eficaz asociada al proceso qq¯ →W+W− en el nivel de Bohr esta´ dada por
σBorn = σA + σB + σC + σD + σE + 2σF + 2σG + 2σH + 2σI + 2σJ + 2σK + 2σL + 2σM + 2σN + 2σO .
(D.86)
Utilizando los acoples respectivos al background Modelo Esta´ndar (con quarks up como estados iniciales), las
contribuciones individuales quedan descritas por4:
4Utilizamos la constante de Fermi GF =
√
2g2/8m2w para ser coherentes en la notacion con las demas partes del escrito.
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σA(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
32m4wG
2
f
(s−m2z)2
A(s) (D.87a)
σB(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
32m4wG
2
f sin
4 θw
s2
B(s) (D.87b)
σC(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
m4wG
2
fU
4
ij
2
C(s) (D.87c)
σD(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
ww
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s), (D.87d)
σE(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
(
χh
0
ff¯
)2 (
χh
0
ww
)2
(
s−m2
h0
)2 E(s), (D.87e)
Los canales de interferencia con el boso´n Z0 son:
σF (s) = − 1
64pis(s− 4m2u)
32m4wG
2
f sin
2 θw
(s−m2z) s
F(s), (D.88a)
σG (s) = −
1
64pis(s− 4m2u)
4m4wG
2
fU
2
ij
(s−m2z)
G(s), (D.88b)
σH(s) = 0, (D.88c)
σI (s) = 0. (D.88d)
Las interferencias con el foto´n esta´n dadas por:
σJ (s) =
1
64pis(s − 4m2u)
4m4wG
2
fU
2
ij sin
2 θw
s
J (s), (D.89a)
σK(s) = 0, (D.89b)
σL(s) = 0, (D.89c)
Los canales de interferencia con el propagador fermio´nico esta´n dados por
σM(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
m2wGfU
2
ijχ
H0
ff¯
χH
0
ww√
2
(
s−m2
H0
) M(s), (D.90a)
σN (s) =
1
64pis(s − 4m2u)
m2wGfU
2
ijχ
h0
ff¯
χh
0
ww√
2
(
s−m2
h0
) N (s). (D.90b)
Y la interferencia entre los dos bosones de Higgs de CP-par
σO(s) =
1
64pis(s − 4m2u)
χH
0
ff¯
χh
0
ff¯
χH
0
wwχ
h0
ww(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
)O(s). (D.91)
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APE´NDICE E
CA´LCULO σ(FF¯ → G+G−)
Aqu´ı presentamos el ca´lculo de la seccio´n eficaz para el proceso f f¯ → G+G−. Este mecanismo, en virtud al
teorema de equivalencia, confluye en el re´gimen de altas energ´ıas, salvo ordenes O(mV /EV ), con la seccio´n
eficaz del proceso de dispersio´n inela´stico f f¯ → W+LW−L , permitiendo ver en realidad el comportamiento en
este escenario unitario de los diferentes acoples del modelo.
Reglas de Feynman
Las siguientes reglas en los gauges R, presentadas aqu´ı desde un punto de vista de la estructura de Lorentz,
son tomadas de la referencia [57].
Ve´rtices
G+
G−
H0, h
0
iχH
0
GG
G+
G−
G0
iχh
0
GG
k+
k−
p
G+
G−
Zλ
iζzGGJλ
k+
k−
p
G+
G−
Aλ
iζγGGJλ
Con Jλ = (k+ − k−)λ. Con k+, k− los momentos emergentes del ve´rtice de interaccio´n.
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q¯
q
H0
iχH
0
qq¯
q¯
q
h0
iχh
0
qq¯
q¯j
qi
G−
iχGqq¯(a1 + b1γ
5)
q¯i
qj
G+
iηGqq¯(a1 − b1γ5)
q¯
q
Zµ
iηzqq¯γµ (ca − cvγ5)
q¯j
qi
Wµ
iηw
qiq¯j
γµ (cPL + dPR)
q¯
q
Aµ
iηγqq¯γµ
Propagadores
H0, h0
p
i
p2−m2
G±
p
− i
p2−ξm2wµ ν
Aµ
p
− gµνp2µ ν
G0
p
− i
p2−χm2Zµ ν
f
p
i(q¯+m)
q2−m2
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Acoples del espectro habitual con los bosones de Goldstone
Los diferentes acoples con los bosones de Goldstone esta´n provistos en la siguiente tabla:
Acople/Modelo THDM
ζγGG e
ζzGG
g cos 2θw
2 cos θw
χH
0
GG − gmz2 cos θw cos 2β cos(β + α)
χh
0
GG
gmz
2 cos θw
cos 2β sin(β + α)
ηzqq¯
g
cos θw
ηγqq¯ gQ sin θw
ηGqiq¯j
g
2
√
2mw
Ca´lculo σ(qq¯ →W+W−)
k2
k1
p2
p1
4
f¯
f
qd
G+
G−
f¯
f
Zµ, γ
p1
p2
G+
G−
k1
k2
f¯
f
H0, h0
G+
G−
p1
p2
k1
k2
A nivel a´rbol en el THDM e igualmente que en el ca´lculo del proceso f f¯ →W+W−, existen 7 diagramas que
contribuyen al proceso f f¯ → G+G−. De estos 5 provienen del background del modelo esta´ndar. De los cuales
2 (figuras de la izquierda) son del canal s con los bosones vectoriales Z (MI) y foto´n (MII), y 3 (figura del
centro) provienen del canal t (MIII) con los tres diferentes quarks del tipo down (up) en el propagador (s´ı los
quarks en las l´ıneas externas son del tipo up (down)). En lo que respecta al sector de Higgs, existen dos (figura
de la derecha) contribuciones de los Higgs neutros del modelo THDM, debidas al Higgs neutro ma´s pesado
H0 (MIV ) y al Higgs ma´s liviano h0 (MV ). El Higgs pseudoescalar A0 tendr´ıa una contribucio´n asociada si
la teor´ıa violara explic´ıtamente CP , lo cual no es el caso que aqu´ı se tendra´ en cuenta.
Este ca´lculo permite, adema´s de complementar la descripcio´n meto´dica de la seccio´n eficaz qq¯ → W+W− en
el gauge de Feynman t’Hooft, mirar el comportamiento en este proceso de los bosones vectoriales polarizados
longitudinalmente en el re´gimen de altas energ´ıas, ya que en virtud al teorema de equivalencia los dos procesos
difieren a lo ma´ximo en el orden O = mV /EV .
Contribucio´n de Z
Con la amplitud invariante en el Gauge R de Feynman t’Hooft
iMI = v¯(p2, σ2)iηzff¯γµ
(
cv − caγ5
)
u(p1, σ1)
−igµν
q2 −m2z
iζzGG(k+ − k−)ν . (E.1)
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En este gauge mG+ = mW y mG0 = mz. Con σi el estado de helicidad de esp´ın de los fermiones y λi el
estado de polarizacio´n de los bosones. Aqu´ı q¯ = γσqσ. Con el fin de simplificar la notacio´n, haremos las
siguientes definiciones; v¯2 ≡ v¯(p2, σ2), u1 ≡ u(p1, σ1). Con todo lo anterior, el elemento matricial al cuadrado
no-polarizado adquiere la forma
〈MIM∗I〉 =
1
4
(
ηz
ff¯
)2
(ζzGG)
2
(s−m2z)2
Tr
[
(p/ 2 −mf )γµ(cv − caγ5)(p/ 1 +mf )γα(cv − caγ5)
]
× gαβgµν(k+ − k−)ν(k+ − k−)β . (E.2)
La seccio´n eficaz diferencial queda descrita por
dσA
dt
=
1
16pis(s− 4m2u)
〈MIM∗I〉
=
1
64pis(s− 4m2u)
(
ηz
ff¯
)2
(ζzGG)
2
(s−m2z)2
A(s, t). (E.3)
Con
A(s, t) = −8c2a(m4u − 2m2u(m2w + t) +m4w − 2m2wt+ t(s+ t))
− 8c2v(m4u +m2u(2m2w − s− 2t) +m4w − 2m2wt+ t(s+ t)). (E.4)
As´ı la contribucio´n a la seccio´n eficaz, se encuentra descrita por:
σA =
1
16pis(s − 4m2u)
(
ηz
ff¯
)2
(ζzww)
2
(s−m2z)2
∫ t0
t1
A(s, t)dt,
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηz
ff¯
)2
(ζzGG)
2
(s−m2z)2
A(s). (E.5)
Donde
A(s) = −2
3
βws
[
c2a(s((β
2
w − 3)s+ 12m2w) + 12m2u(s− 4m2w)) + c2vs((β2w − 3)s + 12m2w)
]
(E.6)
Contribucio´n del foto´n
La amplitud invariante asociada a este canal esta´ dada por
iMII = v¯(p2, σ2)iηzff¯γµu(p1, σ1)
−igµν
q2
iζγGG(k+ − k−)ν . (E.7)
En virtud a la identidad de t’ Hooft (tratada en el ape´ndice B), este elemento matricial coincide con el asociado
al canal z (relacio´n (E.1) para ca = 1 y cb = 0 con un propagador vectorial no masivo en el gauge de Feynman
t’Hooft). Por lo tanto, podemos extrapolar el ca´lculo asociado a la contribucio´n de z para el canal del foto´n.
As´ı la seccio´n eficaz para esta parte del proceso tiene la forma
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σB =
1
64pis(s− 4m2u)
(
ηγ
ff¯
)2 (
ζγGG
)2
s2
B(s). (E.8)
Con
B(s) = −2
3
βws
2
[
(β2w − 3)s + 12m2w
]
(E.9)
Contribucio´n de los te´rminos con quarks tipo down (up) en el propagador
La amplitud invariante, asociada a este canal, esta´ dada por
MIII = −
(
ηGqiqj
)2
q2 −m2d
v¯2γν (a1 + b1γ5) (q¯ +md)γµ (a1 − b1γ5) u1. (E.10)
Esta amplitud invariante esta´ destinada a determinar una seccio´n eficaz no-polarizada, para ello promediamos
sobre los estados iniciales y sumamos sobre los finales. Con lo cual el elemento matricial al cuadrado queda
establecido por
〈MIIIM∗III〉 =
(
ηGqiqj
)4
(
q2 −m2d
)2 12 12 ∑
σ1σ2
v¯2Qνµu1u¯1Qβαv2. (E.11)
Evaluemos la suma sobre los estados fermio´nicos
∑
σ1σ2
v¯2Q1u1u¯1Q2v2 =
∑
σ2
v¯2Q1 (p¯1 +mu)Q2v2 = Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] . (E.12)
Con esto el elemento matricial al cuadrado toma la forma
〈MIIIM∗III〉 =
1
4
(
ηGqiqj
)4
(
q2 −m2d
)2
× Tr [(p¯2 −mu) (a1 + b1γ5) (q/ +md) (a1 − b1γ5) (p¯1 +mu) (a1 + b1γ5) (q/ +md) (a1 + b1γ5)] .
(E.13)
La seccio´n eficaz diferencial es por lo tanto
dσC
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIIIM∗III〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηGqiqj
)4
(
t−m2d
)2C(s, t). (E.14)
Con
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C(s, t) = −a41
[
m2d(5m
2
u − 2s) + 8mdmu(m2u −m2w + t) + 2m4u +m2u(t− 4m2w) + 2(m4w − 2m2wt+ t(s+ t))
]
+ (4a31b1 + 4a1b
3
1)(2mdm
2
u −mds+m3u −mum2w +mut)md
+ a21b
2
1
[
3m2dm
2
u + 10mdmu(m
2
u −m2w + t) + 2(−4m4u +m2u(8m2w + t)− 4(m4w − 2m2wt+ t(s+ t)))
]
+ b41
[
md2(3m2u − 2s) + 4mdmu(m2u −m2w + t)− 2m4u +m2u(4m2w − t)− 2(m4w − 2m2wt+ t(s+ t))
]
.
(E.15)
As´ı la seccio´n eficaz en el nivel de Born asociada a este canal es:
σC =
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηGqiqj
)4 ∫ 1(
t−m2d
)2 C(s, t)dt
σC =
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηGqiqj
)4 C(s), (E.16)
donde
C(s) = 1
t1 −m2d
[
− 2a41(4m3dmu +m2d(3m2u − 2m2w + 2t1) + 4md(m3u −mum2w) +m4u − 2m2um2w +m4w − t21)
+ 4(a1b
3
1 − a31b1)md(m2dmu + 2mdm2u −mds+m3u −mum2w)
+ a21b
2
1(10m
3
dmu +m
2
d(5m
2
u − 8(−2m2w + s+ 2t1)) + 10md(m3u −mum2w)− 8(m4u − 2m2um2w +m4w − t21))
+ 2b41(2m
3
dmu +m
2
d(m
2
u − 2(−m2w + s+ t1)) + 2md(m3u −mum2w)−m4u + 2m2um2w −m4w + t21)
]
− 1
t0 −m2d
[
− 2a41(4m3dmu +m2d(3m2u − 2m2w + 2t0) + 4md(m3u −mum2w) +m4u − 2m2um2w +m4w − t20)
+ 4(a1b
3
1 − a31b1)md(m2dmu + 2mdm2u −mds+m3u −mum2w)
+ a21b
2
1(10m
3
dmu +m
2
d(5m
2
u − 8(−2m2w + s+ 2t0)) + 10md(m3u −mum2w)− 8(m4u − 2m2um2w +m4w − t20))
+ 2b41(2m
3
dmu +m
2
d(m
2
u − 2(−m2w + s+ t0)) + 2md(m3u −mum2w)−m4u + 2m2um2w −m4w + t20)
]
+ log
(
m2d − t0
m2d − t1
)[
a41(4m
2
d + 8mdmu +m
2
u − 4m2w + 2s) + 4a13b1mdmu
+ 2a21b
2
1(8m
2
d − 5mdmu −m2u − 8m2w + 4s)− 4a1b31mdmu + b41(4m2d − 4mdmu +m2u − 4m2w + 2s)
]
.
(E.17)
Recordando que t0 = m
2
w +m
2
u − s/2(1 − βw) y t1 = m2w +m2u − s/2(1 + βw).
Contribucio´n del Higgs H0
La amplitud invariante asociada es
iMIV = v¯(p2, σ2)iχH0ff¯ u(p1, σ1)
i
q2 −m2
H0
iχH
0
GG. (E.18)
El elemento al cuadrado, promediado sobre los estados iniciales y promediado sobre los finales, esta´ dado por
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〈MIVM∗IV 〉 =
1
4
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
GG
)2
(
q2 −m2
H0
)2 ∑
σ1σ2
[v¯2u1u¯1v2]
=
1
4
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
GG
)2
(
q2 −m2
H0
)2 Tr [(p¯2 −mu)(p¯1 +mu)]
=
1
4
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
GG
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s, t), (E.19)
con
D(s, t) = 2(s− 2m2u)− 4m2u. (E.20)
Para la seccio´n eficaz tenemos
dσD
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIVM∗IV 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
GG
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s, t). (E.21)
Con la contribucio´n integrada
σD =
1
64pis(s − 4m2u)
(
χH
0
ff¯
)2 (
χH
0
GG
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s). (E.22)
Aqu´ı
D(s) = −2βws(4m2u − s). (E.23)
Contribucio´n del Higgs h0
Para este canal tenemos la amplitud invariante
iMV = v¯(p2, σ2)iχh0ff¯u(p1, σ1)
i
q2 −m2
h0
iχh
0
GG. (E.24)
Al seguir un procedimiento similar que el conseguido para el ca´lculo de la contribucio´n de H0, el elemento
matricial al cuadrado es
〈MVM∗V 〉 =
1
4
(
χh
0
ff¯
)2 (
χh
0
GG
)2
(
s−m2
h0
)2 E(s, t), (E.25)
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con
E(s, t) = 2(s− 2m2u)− 4m2u. (E.26)
As´ı la seccio´n eficaz
σE =
1
64pis(s− 4m2u)
(
χh
0
ff¯
)2 (
χh
0
GG
)2
(
s−m2
h0
)2 E(s). (E.27)
Aqu´ı
E(s) = −2βws(4m2u − s). (E.28)
Te´rminos de interferencia
Contribucio´n Z-foto´n
Siguiendo el procedimiento del ca´lculo para el elemento individual matricial al cuadrado del canal Z, se llega
a que la contribucio´n no-polarizada en el gauge de Feynman t’Hooft de este canal de interferencia es
〈MIM∗II〉 =
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzGGζ
γ
GG
(q2 −m2z) q′2
1
2
1
2
∑
σ1σ2
[v¯2Q1u1u¯1Q2v2]
[
(k+ − k−)ν(k+ − k−)β
]
. (E.29)
Aqu´ı Q1 = γν y Q2 = γβ(cv−caγ5). La suma sobre los estados fermio´nicos y su evaluacio´n respectiva reproduce
la relacio´n
Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] = cvTr [(p¯2 −mu)γν(p¯1 +mu)γβ]− cvm2uTr [γνγβ] . (E.30)
Donde hemos hecho uso de las propiedades quirales de la matriz γ5. La contraccio´n entre la traza y los
momentos es representada en la funcio´n F(s, t) dentro del elemento matricial al cuadrado,
〈MIM∗II〉 =
1
4
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzGGζ
γ
GG
(s−m2z) s
F(s, t). (E.31)
Con
F(s, t) = −8cv
[
m4u +m
2
u(2m
2
w − s− 2t) +m4w − 2m2wt+ t(s+ t)
]
. (E.32)
Por lo tanto la seccio´n eficaz -asociada a este canal- queda determinada por
dσF
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIM∗II〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzGGζ
γ
GG
(s−m2z) s
F(s, t). (E.33)
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As´ı
σF =
1
64pis(s − 4m2u)
ηz
ff¯
ηγ
ff¯
ζzGGζ
γ
GG
(s−m2z) s
F(s). (E.34)
con
F(s) = −2
3
βwcvs
2((β2w − 3)s + 12m2w). (E.35)
Contribucio´n Z-propagador tipo down (up)
Utilizando las amplitudes invariantes (E.1) y (E.10), podemos construir el elemento matricial al cuadrado de
la forma
〈MIM∗III〉 = −
1
4
(
ηGqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
GG
(s −m2z)(t−m2d)
× Tr [(p/ 2 −mu)γν(cv − caγ5)(p/ 1 +mu)(a1 + b1γ5)(q/ +md)(a1 − b1γ5)] (k+ − k−)ν . (E.36)
Cuya notacio´n es invocada para reproducir una seccio´n eficaz no-polarizada. Despue´s de realizar las contrac-
ciones respectivas, la seccio´n eficaz diferencial adquiere la forma
dσG
dt
=
1
16pis(s− 4m2u)
〈MIM∗III〉
=
1
64pis(s− 4m2u)
(
ηGqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
GG
(s−m2z)
(
t−m2d
)G(s, t). (E.37)
Con
G(s, t) = 4
[
a21cv(mdmu(−2m2u − 2m2w + s+ 2t)−m4u +m4w − 2m2wt+ st+ t2)
+ 2a1b1cam
2
u(m
2
u −m2w − t) + b21cv(mdmu(2m2u + 2m2w − s− 2t)−m4u +m4w − 2m2wt+ st+ t2)
]
.
(E.38)
As´ı la seccio´n eficaz
σG =
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηGqiqj
)2
ηzqq¯ζ
z
GG
(s−m2z)
G(s). (E.39)
Donde
G(s) = 4(t0 − t1)
[
a21cv(m
2
d + 2mdmu − 2m2w + s)− 2a1b1cam2u + b21cv(m2d − 2mdmu − 2m2w + s)
]
+ 4 log
(
t0 −md2
t1 −m2d
)[
a21cv(m
4
d + 2m
3
dmu +m
2
d(s− 2m2w) +mdmu(−2m2u − 2m2w + s)−m4u +m4w)
− 2a1b1cam2u(m2d −m2u +m2w)
+ b21cv(m
4
d − 2m3dmu +m2d(s− 2m2w) +mdmu(2m2u + 2m2w − s)−m4u +m4w)
]
+ 2cv(t
2
0 − t21)(a21 + b21). (E.40)
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Contribucio´n Z-H0
Desde los elementos matriciales individuales correspondientes (E.1) y (E.18), la contribucio´n de este canal de
interferencia puede describirse a trave´s de
〈MIM∗IV 〉 =
1
4
ηz
ff¯
ζzGGχ
H0
ff¯
χH
0
GG
(q2 −m2z)
(
q′2 −m2
H0
)Tr [(p¯2 −mu)γν(cv − caγ5)(p¯1 +mu)] (k+ − k−)ν . (E.41)
Evaluemos la traza correspondiente a trave´s de las propiedades de la matriz quiral γ5
Tr [(p¯2 −mu)Q1(p¯1 +mu)Q2] = cv(p2 − p1)ν . (E.42)
Este elemento matricial de interferencia puede escribirse, en te´rminos de las variables de Mandelstan, por
medio de
〈MIM∗IV 〉 =
1
4
ηz
ff¯
ζzGGχ
H0
ff¯
χH
0
GG
(s−m2z)
(
s−m2
H0
)H(s, t). (E.43)
Con
H(s, t) = cvmu(s+ 2t− 2m2u − 2m2w). (E.44)
Con la seccio´n eficaz diferencial
dσH
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIM∗IV 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
ηz
ff¯
ζzGGχ
H0
ff¯
χH
0
GG
(s−m2z)
(
s−m2
H0
)H(s, t). (E.45)
Y la seccio´n eficaz
σH =
1
64pis(s − 4m2u)
ηz
ff¯
ζzGGχ
H0
ff¯
χH
0
GG
(s−m2z)
(
s−m2
H0
)H(s), (E.46)
donde
H(s) =
∫ t0
t1
H(s, t)dt = 0. (E.47)
Contribucio´n Z-h0
El elemento matricial al cuadrado para este canal tiene una forma ana´loga al canal Z-H0,
〈MIM∗V 〉 =
1
4
ηz
ff¯
ζzGGχ
h0
ff¯
χh
0
GG
(s−m2z)
(
s−m2
h0
)I(s, t). (E.48)
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Con
I(s, t) = H(s, t). (E.49)
Y por ende la seccio´n eficaz asociada es nula
σI = σH = 0. (E.50)
Contribucio´n foto´n-propagador tipo down (up)
Utilizando un procedimiento ana´logo al conseguido para el canal de z-propagador fermio´nico, se llega a que el
elemento matricial asociado a la interferencia foto´n-propagador tipo down (up) es
〈MIIM∗III〉 =
1
4
(
ηGqiqj
)2
ηγqq¯ζ
γ
GG
s(t−m2d)
J (s, t). (E.51)
Con J (s, t) = G(s, t) para cv = 1 y ca = 0. As´ı, despue´s de un conjunto de simplificaciones, se llega a que
J (s, t) tiene la estructura
J (s, t) = 4
[
a21(mdmu(−2m2u − 2m2w + s+ 2t)−m4u +m4w − 2m2wt+ st+ t2)
+ b21(mdmu(2m
2
u + 2m
2
w − s− 2t)−m4u +m4w − 2m2wt+ st+ t2)
]
. (E.52)
Con la seccio´n eficaz
σJ =
1
64pis(s− 4m2u)
(
ηGqiqj
)2
ηγqq¯ζ
γ
GG
s
(
t−m2d
) J (s). (E.53)
donde
J (s) = 4(t0 − t1)
[
a21(m
2
d + 2mdmu − 2m2w + s) + b21(m2d − 2mdmu − 2m2w + s)
]
+ 4 log
(
t0 −md2
t1 −m2d
)[
a21(m
4
d + 2m
3
dmu +m
2
d(s− 2m2w) +mdmu(−2m2u − 2m2w + s)−m4u +m4w)
+ b21(m
4
d − 2m3dmu +m2d(s− 2m2w) +mdmu(2m2u + 2m2w − s)−m4u +m4w)
]
+ 2(t20 − t21)(a21 + b21). (E.54)
Contribucio´n foto´n-H0
Siguiendo el me´todo dado para la interferencia entre Z y H0, se puede concluir que este canal llega a tener la
contribucio´n
〈MIIM∗IV 〉 =
1
4
ηγ
ff¯
ζγGGχ
H0
ff¯
χH
0
GG
s
(
s−m2
H0
) K(s, t). (E.55)
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Con K(s, t) = H(s, t) para cv = 1. As´ı
K(s, t) = mu(s + 2t− 2m2u − 2m2w). (E.56)
Por ende la seccio´n eficaz
σK = 0. (E.57)
Contribucio´n foto´n-h0
Desde la contribucio´n anterior, se puede determinar la asociada a este canal
〈MIIM∗IV 〉 =
1
4
ηγ
ff¯
ζγGGχ
h0
ff¯
χh
0
GG
s
(
s−m2
h0
) L(s, t). (E.58)
Con
L(s, t) = cvmu(s+ 2t− 2m2u − 2m2w). (E.59)
En virtud a que la cinema´tica asociada a las variables de Mandelstam es igual a la conseguida para los canales
con z y propagadaores fermio´nicos, la seccio´n eficaz de este modo del proceso global es nula,
σL = 0. (E.60)
Contribucio´n Propagador Fermio´nico tipo down-H0
Desde las amplitudes invariantes (E.10) y (E.18), se establece que esta interferencia puede describirse por
〈MIIIM∗IV 〉 =
1
4
(
ηGqiqj
)2
χH
0
ff¯
χH
0
GG
(q2 −m2d)(q′2 −m2H0)
Tr [(p/ 2 −mu)(p/ 1 +mu)(a1 + b1γ5)(q/ +md)(a1 − b1γ5)] . (E.61)
As´ı la seccio´n eficaz diferencial en te´rminos de las variables de Mandelstam puede ser descrita como
dσM
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIIIM∗IV 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηGqiqj
)2
χH
0
ff¯
χH
0
GG
(t−m2d)(s −m2H0)
M(s, t). (E.62)
con
M(s, t) = a21(md(2s − 8m2u)− 4mu(m2u −m2w + t)) + 2b21mu(2mdmu + 2m2w − s− 2t). (E.63)
As´ı en la contribucio´n directa
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σM =
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηGqiqj
)2
χH
0
ff¯
χH
0
GG
((s −m2
H0
)
M(s), (E.64)
donde
M(s) = −2 log
(
t0 −m2d
t1 −m2d
)[
a21(2m
2
dmu + 4mdm
2
u −mds+ 2m3u − 2mum2w)
+ b21mu(2m
2
d − 2mdmu − 2mw2 + s)
]
− 4mu(t0 − t1)(a21 + b21). (E.65)
Contribucio´n Propagador Fermionico tipo down (up)-h0
Con las amplitudes invariantes (E.10) y (E.24), se llega a que esta interferencia puede describirse por
〈MIIIM∗IV 〉 =
1
4
(
ηGqiqj
)2
χh
0
ff¯
χh
0
GG
(q2 −m2d)(q′2 −m2h0)
Tr [(p/ 2 −mu)(p/ 1 +mu)(a1 + b1γ5)(q/ +md)(a1 − b1γ5)] . (E.66)
Siguiendo un procedimiento ana´logo al canal de interferencia propagador fermio´nico tipo down -H0, encon-
tramos que la contribucio´n asociada a la seccio´n eficaz de este canal es
σN =
1
64pis(s − 4m2u)
(
ηGqiqj
)2
χh
0
ff¯
χh
0
GG
((s −m2
h0
)
N (s), (E.67)
con
N (s) = −2 log
(
t0 −m2d
t1 −m2d
)[
a21(2m
2
dmu + 4mdm
2
u −mds+ 2m3u − 2mum2w)
+ b21mu(2m
2
d − 2mdmu − 2mw2 + s)
]
− 4mu(t0 − t1)(a21 + b21). (E.68)
Contribucio´n H0 − h0
En virtud a las amplitudes (E.18) y (E.24) y a los ca´lculos desde all´ı desplegados, el elemento matricial al
cuadrado asociado a la interferencia del Higgs ma´s pesado con el Higgs ma´s ligero se convierte en
〈MIVM∗V 〉 =
1
4
χH
0
ff¯
χh
0
ff¯
χH
0
GGχ
h0
GG(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
)N (s, t). (E.69)
Por tanto la seccio´n eficaz diferencial toma la forma
dσO
dt
=
1
16pis(s − 4m2u)
〈MIVM∗V 〉
=
1
64pis(s − 4m2u)
χH
0
ff¯
χh
0
ff¯
χH
0
GGχ
h0
GG(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
)O(s, t). (E.70)
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Con
O(s, t) = 2(s − 2m2u)− 4m2u. (E.71)
Y as´ı la contribucio´n a la seccio´n eficaz
σO =
1
64pis(s − 4m2u)
χH
0
ff¯
χh
0
ff¯
χH
0
GGχ
h0
GG(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
)O(s). (E.72)
donde
O(s) = −2βws(4m2u − s). (E.73)
Seccio´n eficaz en el bakground del modelo esta´ndar electrode´bil
Utilizando los acoples respectivos al background Modelo Esta´ndar (con quarks up como estados iniciales) y
con el sector de Higgs del 2HDM sin violacio´n CP , las contribuciones individuales quedan descritas por:
σA =
1
64pis(s − 4m2u)
32m4wG
2
f cos
2 2θw
4 cos4 θw
1
(s−m2z)2
A(s). (E.74a)
σB =
1
64pis(s − 4m2u)
32m4wG
2
fQ
2 sin4 θw
s2
B(s). (E.74b)
σC =
1
64pis(s − 4m2u)
m4wG
2
f
2m4w
C(s). (E.74c)
σD =
1
64pis(s − 4m2u)
2m2um
4
wG
2
f
cos4 θw
(
ΞH
0
ff¯
)2 (
ΞH
0
GG
)2
(
s−m2
H0
)2 D(s). (E.74d)
σE =
1
64pis(s − 4m2u)
2m2fm
4
wG
2
f
cos4 θw
(
Ξh
0
ff¯
)2 (
Ξh
0
GG
)2
(
s−m2
h0
)2 E(s). (E.74e)
Con ξη
0
GG y ξ
η0
ff¯
son los acoples relativos dependientes del modelo. Las contribuciones de las interferencias con
el canal del Z esta´n esquematizadas por
σF =
1
64pis(s − 4m2u)
32m2wG
2
f tan
2 θw cos 2θwQ
(s−m2z) s
F(s). (E.75a)
σG = −
1
64pis(s− 4m2u)
4m2wG
2
f cos 2θw
m2w cos
2 θw
1
(s−m2z)
G(s) (E.75b)
σH = 0. (E.75c)
σI = 0. (E.75d)
Las restantes interferencias debidas al foto´n, se encuentran esquematizadas por
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σJ = −
1
64pis(s− 4m2u)
8m2wQ sin
2 θw
m2ws
J (s). (E.76)
σK = 0. (E.77)
σL = 0. (E.78)
Los dema´s te´rminos de interferencias con los canales en los propagadores fermio´nicos
σM = −
1
64pis(s − 4m2u)
G2fmfmwmz
m2w cos θw
ξH
0
ff¯
ξH
0
GG
(s −m2
H0
)
M(s). (E.79a)
σN = −
1
64pis(s − 4m2u)
G2fmfmwmz
m2w cos θw
ξh
0
ff¯
ξh
0
GG
(s −m2
h0
)
N (s). (E.79b)
Y finalmente la interferencia entre los bosones de Higgs de CP-par del 2HDM
σO =
1
64pis(s − 4m2u)
2m2fG
2
fm
2
z
cos2 θw
ξH
0
ff¯
ξh
0
ff¯
ξH
0
GGξ
h0
GG(
s−m2
H0
) (
s−m2
h0
)O(s). (E.80)
As´ı en la aproximacio´n a nivel a´rbol, la seccio´n eficaz total asociada al proceso f f¯ → G+G− esta´ dada por
σBorn = σA + σB + σC + σD + σE + 2σF + 2σG + 2σH + 2σI + 2σJ + 2σK + 2σL + 2σM + 2σN + 2σO . (E.81)
Para el SM minmal solo existe la contribucio´n de un boso´n de Higgs, por tanto se encuentra que la seccio´n
eficaz asociada es
σBorn = σA + σB + σC + σ
SM
D + 2σF + 2σ
SM
G + 2σJ + 2σK + 2σ
SM
L . (E.82)
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